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Introduction
Les supraconducteurs a` haute tempe´rature critique pre´sentent une structure lamellaire constitue´e
d’empilements de plans CuO2 se´pare´es par des barrie`res isolantes. Dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ, le
transport des charges entre les plans CuO2 varie fortement en fonction du dopage. Plus le dopage
diminue, plus faible est la de´localisation des bandes de conduction perpendiculairement aux plans
CuO2. Dans les e´chantillons sous-dope´s que nous avons e´tudie´s (Tc ≈ 65 K), il est e´tabli que dans
l’e´tat supraconducteur, le transport des paires de Cooper est re´alise´ par effet Josephson. Ceci
explique l’apparition, dans l’e´tat supraconducteur, de la Re´sonance Plasma Josephson, excitation
collective des paires de Cooper entre les plans dont la fre´quence est plus basse que celle du gap
supraconducteur. Par conse´quent, nous disposons dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ, et dans tous les cu-
prates anisotropes, d’un outil de mesure permettant de sonder localement et dans tout le volume
de l’e´chantillon le couplage du condensat supraconducteur entre les plans supraconducteurs. Cette
technique nous a permis d’explorer deux axes de recherche.
Une partie de cette the`se a consiste´ a` e´tudier l’effet du de´sordre controˆle´ sur les proprie´te´s
supraconductrices du Bi2Sr2CaCu2O8+δ. Cette e´tude fait suite aux expe´riences de microscopie a`
effet tunnel a` balayage effectue´es dans les groupes de J.C. Davis et A. Kapitulnik qui ont montre´
que les proprie´te´s e´lectroniques du Bi2Sr2CaCu2O8+δ sont fortement inhomoge`nes et relie´es au
de´sordre cristallin. L’acce´le´rateur Van der Graaff du Laboratoire des Solides Irradie´s nous a per-
mis de varier la quantite´ de de´sordre de fac¸on controˆle´e par irradiation avec des e´lectrons a` haute
e´nergie (2.5 Mev). Les de´fauts cristallins ainsi cre´e´s sont re´partis de fac¸on ale´atoire dans tous
l’e´chantillon. La re´sonance plasma plasma nous a permis de sonder leur influence sur le couplage
interplan.
Dans une seconde partie, nous avons e´tudie´ les proprie´te´s de l’e´tat mixte du Bi2Sr2CaCu2O8+δ.
Lorsque le champ magne´tique est applique´ perpendiculairement aux plans, pour de faibles induc-
tions, il forme un re´seau de lignes de flux quantifie´ ou vortex. La nature lamellaire de Bi2Sr2CaCu2O8+δ
fait que les vortex cre´e´s sont des empilement de dipˆles magne´tiques en faible interaction. les
constantes e´lastiques du re´seau de vortex sont tre`s faibles. Il est maintenant e´tabli qu’au sein de
la phase mixte la phase solide de vortex se transforme en liquide de vortex par une transition de
phase du premier ordre. En revanche, lorsque le champ magne´tique est applique´ paralle`lement aux
plans CuO2, une partie des supracourants sont cre´e´s par effet Josephson. Les vortex ainsi cre´e´s
sont qualifie´s de vortex Josephson et leur cœur est situe´ deux plans CuO2. Nous avons cherche´
a` comprendre quelle e´tait leur interaction avec les vortex d’Abrikosov. La` encore, puisque les
vortex fixent la distribution spatiale de la phase supraconductrice, la re´sonance plasma Joseph-
son est un outil de choix car il est sensible a` la diffe´rence de phase entre les plans supraconducteurs.
Le premier chapitre, introductif, rappelle les aspects essentiels de la supraconductivite´. Il tente
de mettre l’accent sur le caracte`re lamellaire des cuprates. Vient ensuite un chapitre expe´rimental
qui pre´sente la technique de perturbation de cavite´ re´sonante. Les deux derniers chapitres traitent
respectivement de l’effet de l’irradiation aux e´lectrons a` haute e´nergie et de l’effet d’un champ
magne´tique oblique sur la cohe´rence de phase.
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Chapitre 1
Introduction
1.1 La supraconductivite´
La supraconductivite´ a e´te´ de´couverte dans le mercure en 1911 par M.G. Holst et H. Kamer-
lingh Onnes qui observent que la re´sistance du compose´ s’annule brusquement en dessous d’une
tempe´rature qualifie´e de tempe´rature critique (Tc). Kamerlingh Onnes introduit alors la notion
de «supraconductivite´» : « A 4.2 K, le mercure entre dans un nouvel e´tat qui, a` cause de ses
proprie´te´s e´lectroniques particulie`res, doit eˆtre appele´ e´tat de supraconductivite´ ».
En 1933, les expe´riences de Meissner et Ochsenfeld [1] montrent que lorsqu’un compose´ de-
vient supraconducteur, le flux magne´tique est repousse´ en dehors de l’e´chantillon, c’est-a`-dire qu’il
pre´sente un diamagne´tisme parfait pour des champs magne´tiques suffisamment faibles. Cet effet
ne peut eˆtre pre´dit a` partir des e´quations de Maxwell seules en admettant que la conductivite´ soit
infinie.
Du point de vue the´orique, une grande avance´e est re´alise´e par les fre`res London qui pro-
posent une description phe´nome´nologique permettant d’expliquer de nombreuses observations
expe´rimentales comme l’effet Meissner. Suivant une approche phe´nome´nologique, Ginzburg et Lan-
dau proposent de de´crire la transition de phase entre l’e´tat normal et l’e´tat supraconducteur dans
le cadre de la the´orie de Landau des transitions de phase. Le parame`tre d’ordre choisi est la fonc-
tion d’onde quantique macroscopique de´crivant les e´lectrons condense´s dans un fluide sans friction.
En 1957, Cooper [2] remarque que la surface de Fermi du gaz d’e´lectrons devient instable en
pre´sence d’une attraction positive entre e´lectrons, aussi faible soit-elle. Cette ide´e fondatrice per-
met le de´veloppement de la the´orie microscopique de Bardeen, Cooper, Schrieffer (BCS) qui prouve
que l’e´tat fondamental supraconducteur est constitue´ de paires d’e´lectrons, depuis appele´es paires
de Cooper. Cette the´orie permet de comprendre que l’e´nergie de liaison qui provoque l’appariement
de paires de Cooper, se´pare les e´tats excite´s de l’e´tat fondamental par une bande interdite ou gap
d’e´nergie. En particulier, elle relie les parame`tres phe´nome´nologiques de la the´orie de Ginzburg et
Landau a` des parame`tres microscopiques et ve´rifie ainsi leur pertinence. Par exemple, la the´orie
BCS permet d’estimer le crite`re de Ginzburg, crite`re qui ve´rifie la validite´ de l’application du
champ moyen, a` la fois pour le de´veloppement de Ginzburg et Landau, mais aussi pour l’approche
BCS elle-meˆme. Le fait que ce crite`re soit satisfait jusqu’a` des tempe´ratures tre`s proches de Tc
justifie a` poste´riori les the´ories de London et de Ginzburg Landau.
La de´couverte que dans certains alliages, la tempe´rature critique est proportionnelle a` 1/m1/2
ou` m est la masse ionique de l’ion substitue´ dans un des sous-re´seaux (effet isotopique [3]), per-
met a` Frohlich de proposer que le me´canisme responsable de l’appariement des e´lectrons au sein
d’une paires de Cooper est duˆ a` l’interaction des e´lectrons avec les phonons [4]. Bardeen, Cooper et
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Shrieffer, en incorporant ce me´canisme dans leur mode`le parviennent a` expliquer quantitativement
la plupart des observations expe´rimentales sur les supraconducteurs connus a` l’e´poque. L’e´nergie
de liaison ne peut s’exprimer en perturbation du potentiel d’interaction, ce qui montre que le point
de de´part de cette the´orie ne pouvait eˆtre de´duit simplement du formalisme du liquide de Fermi.
En 1986, la de´couverte de la supraconductivite´ a` 30 K dans BaLaCaO par Bednorz et Mu¨ller [5]
permet l’e´tude de nombreux compose´s dont les tempe´ratures critiques sont particulie`rement e´leve´es.
Les premie`res observations expe´rimentales semblaient mettre en de´faut la the´orie BCS avec un
appariement me´die´ par les e´lectrons. Cependant force est de constater que ce mode`le, moyennant
quelques modifications, permet d’expliquer de nombreuses proprie´te´s ’anormales’ de ces nouveaux
supraconducteurs comme nous le verrons par la suite.
Il existe plusieurs parame`tres physiques fondamentaux pour de´crire la supraconductivite´. Puis-
que dans cette the`se, nous sommes plus particulie`rement inte´resse´s aux proprie´te´s supraconduc-
trices en pre´sence de champs e´lectro-magne´tiques, nous introduisons les concepts importants a` cet
effet.
1.2 De´finition ge´ne´rale de la longueur de pe´ne´tration
Un supraconducteur pre´sente, a` bas champ, un e´tat diamagne´tique parfait [1]. Afin de de´crire
les proprie´te´s d’e´crantage du supraconducteur, on introduit une longueur caracte´ristique λ de´crivant
la distance sur laquelle le champ magne´tique de´croˆıt au sein du supraconducteur. Pour un champ
magne´tique statique B(0) applique´ sur une interface entre le vide et un supraconducteur, cette
longueur de pe´ne´tration λ peut eˆtre de´finie comme [6]
λ =
1
B(0)
∫ ∞
0
B(r)dr , (1.1)
ou` r repre´sente la distance entre un point du supraconducteur a` l’interface (r = 0). La re´ponse
d’un supraconducteur au champ magne´tique est de´finie par la valeur d’expectation de l’ope´rateur
densite´ de supercourant. Dans l’espace des phases [6]
~J(k) = − c
4pi
Q(~k) ~A(k) , (1.2)
avec ~A le potentiel vecteur. Dans le cas le plus ge´ne´ral, Q est un tenseur et de´pend de la fre´quence.
Ici, on simplifiera au cas isotrope et statique. Dans l’espace re´el,
~J(r) = − c
4pi
∫
Q(r − r′) ~A(r′)d3r′ .
Dans le cas conside´re´ par Shrieffer [7] ou` les porteurs sont re´fle´chis aux interfaces avec la zone
normale par une re´flexion spe´culaire (par opposition a` un processus diffusif), on a
B(r) =
2B(0)
pi
∫ ∞
0
k sin(kr)
Q(k) + k2
dk . (1.3)
En combinant les expressions (1.1) et (1.3), la longueur de pe´ne´tration [6]
λ =
2
pi
∫ ∞
0
∫ ∞
0
k sin(kr)
Q(k) + k2
drdk =
2
pi
∫ ∞
0
dk
Q(k) + k2
. (1.4)
Cette dernie`re expression est valide dans le cas ge´ne´ral. La forme du noyau Q(k) de´pend du mode`le
utilise´.
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Lorsqu’un champ magne´tique est applique´ a` un supraconducteur initialement place´ en champ
magne´tique nul, le champ magne´tique varie temporellement ; suivant l’e´quation de Maxwell, ∇ ∧
E = − 1c∂B/∂t, la variation induite du champ magne´tique produit un champ e´lectrique. Dans un
me´tal normal, ce champ ge´ne`re des courants de Foucault. En revanche, dans un supraconducteur,
le champ ~E donne naissance a` des courants permanents. Ces courants cre´ent un champ magne´tique
qui s’oppose au champ exte´rieur applique´. Si le champ exte´rieur est faible, le flux est totalement
e´crante´ du cœur du supraconducteur : il s’agit du diamagne´tisme parfait. L’e´quation de mouvement
des porteurs de charges de masse m et de charge −e dans un champ e´lectrique est
~F = m
d~vs
dt
= −e ~E ,
ou` ~vs est la vitesse des porteurs superfluides. La densite´ de courant ainsi cre´e´e vaut
~Js = −ens ~vs ,
ou` ns est la densite´ locale de porteurs dans l’e´tat supraconducteur. En combinant les deux
e´quations pre´ce´dentes
d ~Js
dt
=
nse
2
m
~E .
Il s’agit de la premie`re e´quation de London. En appliquant le rotationel
m
nse2
(∇∧ d
~Js
dt
) = ∇∧ ~E ,
on a, avec l’e´quation de Maxwell,
mc
nse2
(∇∧ d
~Js
dt
) +
d ~B
dt
= 0 .
En inte´grant par rapport au temps, on obtient la seconde e´quation de London
mc
nse2
(∇∧ ~Js) + ~B = 0
qui de´crit l’effet Meissner [8].
La loi d’Ampe`re reliant la densite´ de courant au champ magne´tique ~Js = c4pi (∇∧ ~B) donne
λ2L∇∧ (∇∧ ~B) + ~B = 0 , (1.5)
ou`
1
λ2L
≡ 4pinse
2
mc2
. (1.6)
λL est la longueur de pe´ne´tration London et λ−2L est proportionnel a` la densite´ superfluide ns.
L’e´quation (1.5) montre qu’a` l’interface entre une zone normale ou` le champ magne´tique vaut
~B(0) et un supraconducteur, le champ magne´tique de´croˆıt exponentiellement dans le supraconduc-
teur avec la longueur caracte´ristique λL. λL te´moigne donc de l’incapacite´ d’un supraconducteur
d’e´cranter comple`tement le champ magne´tique a` l’interface avec une zone normale.
La seconde e´quation de London peut eˆtre exprime´e a` l’aide de la relation ~B = ∇∧ ~A pour donner
4piλ2L
c
(∇∧ Js) +∇∧A = 0 .
La solution ~Js de cette e´quation est
~Js(~r) = − c4piλ2L
~A(r) . (1.7)
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Dans l’espace de Fourier, on obtient
~Js(k) = − c4piλ2L
~A(k) .
En comparant cette e´quation avec la forme (1.2), on voit que dans l’approche de London, le noyau
Q(k) est QL(k) = 1λ2L . Par conse´quent, QL est inde´pendant de l’espace : l’approche de London est
une the´orie locale et ~Js(~r) ne de´pend que de la valeur de ~A en ce point.
Afin de prendre en compte l’effet de la tempe´rature, il est possible d’utiliser l’approche de Gorter
et Casimir [9]. Dans ce mode`le, le nombre de porteurs total n est se´pare´ en une partie normale, nn
et des porteurs a` l’e´tat supraconducteur, ns. A tempe´rature nulle, n = ns et nn = 0. Au dela` de
la tempe´rature critique, n = nn et ns = 0. Gorter et Casimir [9] ont montre´ que l’approximation
ns(T ) = n[1− (T/Tc)4] est valide tout particulie`rement pour des tempe´ratures proches de Tc. Cela
permet d’obtenir la de´pendance en tempe´rature
λL(T ) =
λL(0)
[1− (T/Tc)4]1/2 .
1.4 Longueur de Pippard
Les e´quations de London sont une the´orie locale. Des e´carts avec les re´sultats expe´rimentaux
ont amene´ Pippard a` introduire des effets non locaux dans les e´quations de London. Notamment,
le courant J(r) de´pend de la valeur du potentiel vecteur dans tous les points d’une zone de rayon
ξ0 ≈ ~vF
kBTc
,
ou` vF est la vitesse de Fermi. Cette e´quation peut eˆtre interpre´te´e en utilisant le principe d’in-
certitude : une paire de Cooper (avec une e´nergie de liaison ∼ kBTc) ne peut eˆtre localise´e plus
pre´cise´ment que dans un rayon ξ0. Pippard [10] propose de relier ~Js a` ~A comme
~Js(r) = −3c
ξ0
(
1
4piλL
)2
∫ ~R[~R · ~A(r′)]
R4
exp(−R/ξ)d3r′ . (1.8)
Ici, ~R = ~r − ~r′ et ξ est la distance caracte´ristique sur laquelle la variation de A(r) doit eˆtre prise
en compte.
Dans cette expression, Pippard distingue la longueur de cohe´rence ξ en pre´sence d’impurete´s du
cas pur ξ0. En effet, l/ξ0, rapport entre le libre parcours moyen des quasiparticules a` l’e´tat normal
et la longueur de cohe´rence, caracte´rise la purete´ du mate´riau. L’e´chantillon est dans la limite
propre lorsque l/ξ0 À 1 et sale lorsque l/ξ0 ¿ 1. En pre´sence d’impurete´s, il faut conside´rer la
longueur de cohe´rence effective ξ qui de´pend du libre parcours moyen comme
1
ξ
=
1
ξ0
+
1
l
.
Lorsque l diminue, ξ diminue aussi et dans la limite sale ξ = l. Dans la limite propre ξ = ξ0 et la
longueur de pe´ne´tration λ est e´gale a` celle de London, λ = λL.
En reliant la relation (1.8) a` (1.2), et pour kξ À 1
QP (k) =
ξ
ξ0λ2L
(
3c
2(kξ)3
[
(1 + k2ξ2) arctan(kξ)− kξ]) .
QP (k) est toujours plus petit que le noyau London QL(k). Par conse´quent, en utilisant la relation
(1.4), la longueur λ est toujours plus grande que λL
λ = λL
√
ξ0
ξ
≥ λL . (1.9)
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Pour le cas ξ ¿ l (c’est-a`-dire ξ ' ξ0 ¿ l)
λ = λL ,
tandis que dans le cas ξ À λ
λ =
(√
3
2pi
ξ0λ
2
L
)1/3
.
Le mode`le de London correspond donc au cas ou` la longueur de cohe´rence peut eˆtre conside´re´e
comme nulle, ξ0 → 0 ; la densite´ superfluide saute directement a` sa valeur maximale a` l’inter-
face entre la zone normale et la zone supraconductrice. Par conse´quent, le champ magne´tique
n’est e´crante´ de manie`re exponentielle dans un supraconducteur re´el que si λL À ξ0. Dans un
supraconducteur tel que λL ¿ ξ, on ne peut pas utiliser les e´quations de London pour de´crire la
pe´ne´tration du flux. En revanche, on verra que dans les supraconducteurs a` haute tempe´rature
critique (SHTc), la longueur de cohe´rence est tre`s petite. Par conse´quent, ces mate´riaux sont dans
la limite propre en ge´ne´ral et la the´orie de London donne souvent de tre`s bonnes approximations.
1.5 The´orie phe´nome´nologique de Ginzburg-Landau
Ginzburg et Landau [11] proposent de de´crire la transition supraconductrice a` l’aide de la
the´orie phe´nome´nologique de Landau.
Puisque la transition supraconductrice est du second ordre, le parame`tre d’ordre ψ caracte´risant
la brisure de syme´trie est petit proche de la transition. |ψ|2 repre´sente la densite´ d’e´lectrons dans le
superfluide. La fonctionnelle de l’e´nergie libre de l’e´tat supraconducteur, Fs, peut eˆtre de´veloppe´e
en puissances de ψ
Fs = Fn + a|ψ|2 + b2 |ψ|
4 + · · · , (1.10)
ou` Fn est l’e´nergie libre de l’e´tat normal en champ nul. Le parame`tre a change de signe a` la
transition critique, ce qui permet de supposer qu’au premier ordre, a = a′(T − Tc), ou` a′ est
strictement positif. Par ailleurs, b doit eˆtre positif afin qu’une solution stable |ψ| = |ψ∞| = −a/b
minimisant la fonctionnelle puisse exister, tout en gardant |ψ∞| petit. En faisant le lien avec le
mode`le de London, |ψ∞|2 = ns. Cependant, contrairement au mode`le de London, le parame`tre
d’ordre peut varier dans l’espace. En l’absence de champ exte´rieur, puisqu’il doit eˆtre constant
a` l’e´quilibre, Ginzburg et Landau rajoutent un terme c|∇ψ|2 qui tend a` supprimer les variations
spatiales de ψ (il s’agit d’un terme de rigidite´). Par analogie avec l’e´nergie cine´tique du condensat,
ce terme s’e´crit
1
2m∗
| − i~∇ψ|2 . (1.11)
ψ est une fonction d’onde macroscopique des e´lectrons supraconducteurs dont la masse effective
est donne´e par m∗. Puisque la fonctionnelle de l’e´nergie libre doit eˆtre invariante par les ope´rations
de syme´trie de la phase de´sordonne´e, elle doit posse´der la proprie´te´ d’invariance de jauge. Pour
une transformation de jauge, le potentiel vecteur A se transforme comme
A(r) −→ A(r) +∇χ(r) . (1.12)
Par analogie avec la fonction d’onde de´crivant une particule de masse m∗, la transformation de
jauge impose alors [12]
ψ(r) −→ ψ exp
(
−i e
∗
~c
χ(r)
)
, (1.13)
ou` e∗ est la masse de la particule. Dans ce cas, le terme (1.11) se re´e´crit comme
1
2m∗
∣∣∣∣−i~∇ψ + e∗Ac
∣∣∣∣2 . (1.14)
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En rajoutant ce terme, le de´veloppement de Ginzburg-Landau en pre´sence de champ magne´tique
exte´rieur devient
Fs = Fn +
∫
d3r
[
a|ψ|2 + b
2
|ψ|4 + 1
2m∗
∣∣∣∣(−i~∇+ e∗Ac )ψ
∣∣∣∣2 + B28pi
]
. (1.15)
Afin de trouver l’e´tat fondamental qui caracte´rise la phase supraconductrice, la fonctionnelle est
minimise´e par rapport au parame`tre d’ordre et au potentiel vecteur. Ces deux e´quations permettent
de de´finir deux longueurs caracte´risant les variations spatiales du parame`tre d’ordre et du potentiel
vecteur
ξGL =
(
~2
2m∗|a|
)1/2
, (1.16)
λGL =
(
m∗
(e∗)2|ψ∞|2
)1/2
. (1.17)
Ces deux longueurs divergent comme (T −Tc)−1/2 pre`s de la tempe´rature critique mais le rapport
κ = λ/ξ appele´ crite`re de Ginzburg-Landau reste pratiquement constant sur toute la gamme de
tempe´rature. Lorsque ξ −→ 0 (ou ξ ¿ λ), le de´veloppement de Ginzburg Landau se re´duit a` la
the´orie de London et |Ψ| ne varie pas spatialement. La fonctionnelle re´sultante ne de´pend plus que
des e´nergies cine´tiques associe´es aux courants supraconducteurs et a` l’e´nergie associe´e au champ
magne´tique [13]
FL =
1
8pi
∫
d3r[B2 + λ2L(∇∧B)2] , (1.18)
λL e´tant donne´e par l’expression (1.6). En revanche, il faut rajouter le terme de phase a` la forme
du supercourant donne´e par l’expression (1.7)
~Js(~r) = − c4piλ2L
(
~A(r) +
Φ0
2pi
∇φ
)
, (1.19)
ou` Φ0 = h/2e est le quantum de flux.
1.6 Effet Josephson
z
IS S
Fig. 1.1 – Sche´ma d’une jonction tunnel. Une fine barrie`re isolante (note´ I) se´pare deux zones
supraconductrices (note´es ’S’). L’effet tunnel des e´lectrons, ou l’effet Josephson des paires de
Cooper, intervient lorsque l’e´paisseur de la barrie`re (re´gion hachure´e) est infe´rieure a` la distance
caracte´ristique sur laquelle la fonction d’onde s’annule.
1.7 Les supraconducteurs a` haute tempe´rature critique 7
Similairement a` l’effet tunnel des e´lectrons, l’effet Josephson [14] intervient lorsque les deux
parame`tres d’ordre supraconducteurs correspondant respectivement aux deux e´tats supraconduc-
teurs de part et d’autre d’une barrie`re tunnel se recouvrent. Dans ce cas, le passage de paires de
Cooper d’un coˆte´ a` l’autre est possible, ce qui se traduit expe´rimentalement par l’apparition d’un
supercourant Is. Toutefois, Is ne de´pend pas de la diffe´rence de potentiel entre les deux bords de
la jonction mais de la diffe´rence de phase δφ des parame`tres d’ordre respectifs suivant la relation
Josephson
Is = Ic sin δφ . (1.20)
Ic est le courant critique de la jonction, courant maximum qui peut la traverser.
La diffe´rence de phase δφ est relie´e a` la diffe´rence de potentiel entre les e´lectrodes par
dδφ
dt
=
2e
~
V . (1.21)
Ces relations peuvent eˆtre comprises intuitivement [12, 15] en remarquant que l’e´tat supracon-
ducteur est caracte´rise´ par la cohe´rence de phase : dans un supraconducteur massif, si la phase
est de´finie en un point de l’espace, elle est alors fixe´e en n’importe quel autre point du supra-
conducteur. Les relations Josephson montrent que les phases des parame`tres d’ordre de part et
d’autre de la barrie`re sont aussi couple´es. Il y a donc cohe´rence de phase dans le sens ou` si la
phase est fixe´e d’un coˆte´ de la barrie`re, la phase de l’autre coˆte´ n’est plus libre. Il s’agit donc
d’un effet de supraconductivite´ faible : dans un e´chantillon supraconducteur massif, le courant
supraconducteur est de´termine´ par le gradient de la phase du parame`tre d’ordre alors qu’a` travers
la jonction tunnel, il s’agit de la diffe´rence des phases de part et d’autre de la jonction.
Les deux relations Josephson montrent qu’un courant supraconducteur peut circuler a` travers
la jonction sans qu’une chute de potentiel apparaisse aux bornes de la jonction si la diffe´rence
de phase reste constante au cours du temps (relation (1.21)). Dans ce cas, le courant Josephson
Is reste constant (relation (1.20)) et est infe´rieur au courant critique Ic. En revanche, si on im-
pose une diffe´rence de potentiel constante VDC , l’inte´gration de la relation (1.21) montre que la
diffe´rence de phase δφ posse`de une composante qui augmente line´airement avec le temps avec un
coefficient 2e/~. En utilisant la relation (1.20), le supercourant oscille a` la fre´quence f = eV/pi~.
Ceci est toujours ve´rifie´ expe´rimentalement a` un tre`s grand degre´ de pre´cision pour toute jonction.
Il importe de noter que la premie`re relation Josephson (1.20) est une approximation de champ
moyen pour laquelle plusieurs de´viations peuvent exister. Par ailleurs, Ic repre´sente le courant
critique de la jonction et de´pend de sa ge´ome´trie, du supraconducteur, des e´lectrodes et de la
tempe´rature. Nous verrons qu’une expression a e´te´ propose´e dans le cas des supraconducteurs
conventionnels (paragraphe 1.9.2.1). La seconde relation (1.21) de´rive seuls des postulats de la
me´canique quantique et ne contient que des constantes fondamentales. Cependant, cette relation
n’est vraie qu’en absence d’un courant tunnel de quasiparticules et en ne´gligeant le courant de
de´placement. Par ailleurs, les deux relations Josephson sont couple´es. Par conse´quent, il n’est
pas tout-a`-fait juste d’affirmer que le supercourant ne de´pend que de la valeur instantane´e de la
diffe´rence de phase puisqu’il de´pend aussi des variations pre´ce´dentes de δφ. Ceci montre que les
processus Josephson sont des processus non line´aires tre`s complexes a` pre´voir [16].
1.7 Les supraconducteurs a` haute tempe´rature critique
En 1986, Bednorz et Mu¨ller [5] de´couvrent que le compose´ La2−xBaxCuO4 devient supracon-
ducteur en dessous de 34 K, attirant ainsi l’inte´reˆt de la communaute´ scientifique sur les cuprates.
Les supraconducteurs a` haute tempe´rature critique posse`dent tous une structure cristalline de´rive´e
des pe´rovskites, forme´e d’empilement de plans CuO2 conducteurs, se´pare´s par des plans ’re´servoir’
dont la nature varie d’un compose´ cuprate a` l’autre et dont la composition pre´cise de´termine le
nombre de porteurs de charges dans les plans CuO2. C’est la variation de ce parame`tre, ou ’do-
page’, qui est a` la base de la grande variation des proprie´te´s physiques des cuprates en fonction
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de la teneur en cations ou en oxyge`ne. Le dopage peut eˆtre re´alise´ directement en substituant les
atomes des plans CuO2 ou bien, de manie`re indirecte, en modifiant la composition en oxyge`ne ou
en cation des couches isolantes. Dans ce dernier cas, le transfert de charges des plans re´servoirs
vers les plans CuO2 est modifie´, faisant varier ainsi la concentration en porteurs de ces derniers.
Selon le compose´, les porteurs sont soit des e´lectrons soit des trous.
Fig. 1.2 – Diagramme de phase sche´matique pour le compose´ dope´ en e´lectron Nd2−xCexCuO4
et en trou La2−xSrxCuO4 (d’apre`s [17]).
La figure 1.2 montre le diagramme de phase sche´matique pour deux compose´s isostructurels
repre´sentatifs de ces deux types de dopage et de´crit le comportement ge´ne´ral des supraconducteurs
a` haute tempe´rature critique. Le mate´riau parent, correspondant au dopage nul, est un isolant de
Mott antiferromagne´tique. Bien qu’un calcul de bande conclue que ce compose´ est conducteur, la
forte re´pulsion coulombienne sur les orbitales d du cuivre empeˆche la mobilite´ des porteurs.
Les atomes de cuivre pre´sentent un spin magne´tique isole´. Le couplage direct de ces spins entre
atomes de Cu voisins est tre`s faible. En revanche le couplage a` travers l’orbitale p de l’atome
d’oxyge`ne aligne´e suivant l’axe Cu-O-Cu donne un couplage J de type supere´change. La mesure
par diffusion de neutrons [18] donne une valeur de l’ordre de 100 a` 130 meV en fonction du com-
pose´. Les plans CuO2 sont donc des isolants de Mott de´crits par le mode`le de Hubbard, en dessous
de la tempe´rature de Ne´el. Les mesures de photo-e´mission re´solu en angle (ARPES) ont elles-aussi
permis de mesurer la mobilite´ d’un trou ge´ne´re´ par la photoe´mission [19].
Lorsque la concentration de porteurs augmente, des atomes d’oxyge`ne des plans CuO2 passent
dans la configuration O−. Des lacunes de charge apparaissent alors au sein des plans ce qui permet
la mobilite´ des charges et la de´croissance de la tempe´rature de Ne´el. La disparition de la phase
antiferromagne´tique est suivie de l’apparition de la phase supraconductrice. La nature de la phase
comprise entre la phase antiferromagne´tique et la phase supraconductrice n’est pas pre´cise´ment
de´termine´e. Il pourrait s’agir d’un liquide de spins.
Les proprie´te´s de l’e´tat supraconducteur varient fortement avec le dopage : la tempe´rature cri-
tique Tc augmente et atteint une valeur maximale pour le dopage dit ’optimal’ puis de´croˆıt et s’an-
nule (fig. 1.2). La re´gion supraconductrice de´finit un ’doˆme’ : on appelle re´gion sous-dope´e (respec-
tivement surdope´e), la re´gion du doˆme correspondant a` des valeurs infe´rieures (resp. supe´rieures)
au dopage optimal. Les mesures syste´matiques de la variation de la tempe´rature critique en fonc-
tion du dopage dans diffe´rents cuprates ont montre´ que [20, 21]
Tc
Tmaxc
∼ 1− 82.6(x− 0.16)2 . (1.22)
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Du point de vue phe´nome´nologique, l’e´tat supraconducteur des cuprates pre´sente de nombreux
points communs avec les supraconducteurs conventionnels, comme par exemple, un e´tat re´sistif
nul a` champ nul et l’effet Meissner. L’effet Josephson existe dans des jonctions cuprate-isolant-
cuprate avec pour fre´quence caracte´ristique 2eV/~ (voir expression (1.21)). La quantification du
flux s’effectue avec un quantum de flux e´gal a` h/2e, ce qui montre que le courant supraconducteur
est soutenu par des porteurs de charges 2e. Il y a donc formation de paires de Cooper. Lorsque la
tempe´rature tend vers 0, la densite´ d’e´tats au niveau de Fermi s’annule. La valeur de la longueur
de cohe´rence ξ pour ces compose´s est tre`s petite par rapport a` celle des supraconducteurs conven-
tionnels (ξab ∼ 20A˚). La valeur du gap supraconducteur moyen dans ces compose´s est supe´rieure
a` la valeur pre´dite par une the´orie de type BCS en couplage faible (∼ 1.76kBTc) ; cette valeur
diminue lorsque le dopage augmente pour atteindre la valeur BCS dans les e´chantillons surdope´s.
Une caracte´ristique principale de l’e´tat supraconducteur dans les cuprates est la pre´sence d’ex-
citations a` basse e´nergie de quasiparticules dans les compose´s dope´s en trous. Ceci les distingue
des supraconducteurs conventionnels pour lesquels les proprie´te´s thermodynamiques pre´sentent
un comportement active´, signe de l’ouverture d’un gap supraconducteur sur toute la surface de
Fermi. L’existence de ces excitations dans l’e´tat supraconducteur a e´te´ prouve´e par les mesures de
longueur de pe´ne´tration [22] et les mesures de chaleur spe´cifique. Les mesures de photoe´mission
re´solue en angle et en e´nergie [23] (ARPES) montrent que lors du passage a` l’e´tat supraconduc-
teur, les excitations monoe´lectroniques persistent suivant la direction (pi, pi) de la zone de Brillouin,
alors que suivant (0, pi), il y a ouverture d’un gap dans les excitations de charges. Ainsi, il y a des
zones de la surface de Fermi ou` le gap supraconducteur s’annule (voir figure 1.3).
ky
∆
(a) Syme´trie s-wave
kx
ky +
-
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+
(b) Syme´trie d-wave
Fig. 1.3 – Evolution de la surface de Fermi en fonction de la syme´trie du parame`tre d’ordre. Dans
le cas de la syme´trie s-wave, le gap se de´veloppe sur toute la surface de Fermi. Dans le cas d-wave,
la surface de Fermi subsiste suivant les directions (pi,pi) (mod pi/2).
Ces re´sultats peuvent eˆtre interpre´te´s en conside´rant que dans ces compose´s le parame`tre
d’ordre est anisotrope, de syme´trie s fortement anisotrope ou bien de syme´trie d. Dans ce dernier
cas, les directions (pi, pi) sont qualifie´es de nœuds (’nodes’) puisque le parame`tre d’ordre supracon-
ducteur s’y annule comple`tement et les directions (pi, 0), d’antinœuds (’antinodes’). La syme´trie
d se distingue du cas s, en ce que la phase du parame`tre d’ordre change d’un facteur pi pour
des directions orthogonales dans l’espace re´ciproque. Seules les expe´riences sondant explicitement
la phase du parame`tre d’ordre supraconducteur permettent la diffe´renciation formelle entre ces
deux hypothe`ses : les expe´riences de Tsuei et Kirtley [24] sur des structures tricristal ainsi que les
expe´riences de Wollman et al [25] sur les caracte´ristiques d’un SQUID YBaCuO-Pb ont permis de
trancher pour le sce´nario d-wave. En revanche, le me´canisme physique expliquant l’appariement
n’est toujours pas connu dans les cuprates.
Les proprie´te´s de l’e´tat normal des cuprates sont mal comprises. Tandis que la transition de
l’e´tat antiferromagne´tique a` l’e´tat supraconducteur est bien de´finie avec le dopage, il n’existe pas
au sein meˆme de la phase normale de quelconque ligne de transition de phase a` strictement parler.
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Cependant, nous pouvons distinguer trois re´gions particulie`res en fonction du dopage. Du coˆte´ sur-
dope´, l’e´tat normal des cuprates obe´it bien aux pre´dictions du liquide de Fermi : une de´pendance
en tempe´rature en T 2 pour la re´sistivite´ et en 1/T 2 pour le temps de relaxation des quasiparticules
sont observe´es. Les mesures d’ARPES montrent l’existence d’une surface de Fermi bien de´finie et
d’excitations cohe´rentes de quasiparticules.
L’e´tat normal d’un compose´ optimalement dope´ pre´sente une de´pendance line´aire de la re´sistivite´
ρab sur une grande gamme de tempe´rature. En revanche, la chaleur spe´cifique est celle attendue
pour un liquide de Fermi. Les mesures d’ARPES montrent une surface de Fermi bien de´finie sans
la pre´sence d’excitations cohe´rentes de quasiparticules. Cette re´gion est appele´e liquide de Fermi
anormal ou marginal. Il faut noter que l’e´tat supraconducteur d’un compose´ optimalement dope´
semble eˆtre en accord avec un mode`le de type BCS d-wave car les mesures d’ARPES montrent
que des excitations cohe´rentes se de´veloppent, mais dans certaines directions seulement.
L’e´tat sous-dope´ pre´sente des proprie´te´s tre`s diffe´rentes des deux cas pre´ce´dents. L’e´tat normal
est caracte´rise´ par l’ouverture d’un gap dans les excitations e´lectroniques de spin et de charge. Les
premie`res signatures expe´rimentales ont e´te´ obtenues par des mesures de RMN a` travers l’e´volution
du de´calage de Knight (’Knight shift’) et du temps de relaxation spin-re´seau. Le Knight shift est
proportionnel a` la partie re´elle de la susceptibilite´ de spin des porteurs. Dans un liquide de Fermi, il
est donc proportionnel a` la densite´ d’e´tats au niveau de Fermi. Dans les supraconducteurs conven-
tionnels, le Knight shift diminue dans l’e´tat supraconducteur proportionnellement a` la variation de
la densite´ des quasiparticules. En revanche, dans les supraconducteurs a` haute tempe´rature critique
sous-dope´s, le de´calage de Knight commence a` diminuer a` une tempe´rature T ∗ bien supe´rieure a`
la tempe´rature critique et ne montre aucune discontinuite´ a` la transition supraconductrice [26].
Lorsque le dopage diminue, T ∗ augmente. Ceci est interpre´te´ comme l’ouverture d’un pseudogap
dans le spectre d’excitations de spin.
Renner et al [27] ont montre´ par la spectroscopie a` effet tunnel a` balayage (’STS’) qu’au-dessus
de la tempe´rature critique, les pics de cohe´rence dans les spectres tunnel disparaissent comme il
se doit mais qu’un gap dans la densite´ d’e´tats persiste. Ainsi, le pseudogap existe aussi pour
les excitations de charges. Depuis, les mesures de photoe´mission re´solue en angle (ARPES) ont
confirme´ l’apparition d’un gap au niveau de Fermi a` T ∗ [28]. Le passage a` l’e´tat supraconducteur
est caracte´rise´ par la seule apparition de pics de cohe´rence. Lorsque l’on passe de la re´gion sous-
dope´e a` la re´gion sur-dope´e, les pics de cohe´rence observe´s dans l’e´tat supraconducteur augmentent
en intensite´ alors que la valeur moyenne du gap diminue. En outre, les mesures d’ARPES montrent
que le pseudogap posse`de la meˆme syme´trie que le gap supraconducteur. La baisse de la densite´
d’e´tats dans le re´gime du pseudogap est aussi observe´e dans la chaleur spe´cifique [29], dans la
conductivite´ optique [30] ainsi que dans la re´sistivite´ [31, 32].
1.8 Densite´ superfluide
Dans ce paragraphe, nous rappellons les pre´dictions de la the´orie BCS pour la longueur
de pe´ne´tration λ. Puisque les SHTc sont conside´re´s eˆtre dans la limite propre, la longueur de
pe´ne´tration est simplement relie´e a` la densite´ superfluide ρ par ρ ∝ λ(0)2/λ(T )2 (voir expression
(1.6)).
La the´orie BCS dans le cadre de la syme´trie s-wave pre´dit que λ(T ) suit une loi exponentielle pour
des tempe´ratures kBT ¿ ∆,
λ(T )
λ(0)
' 1 +
(
2pi∆
T
)1/2
e−∆/T . (1.23)
Ceci est une conse´quence de l’ouverture d’un gap ∆ au niveau de Fermi qui se´pare les e´tats
monoe´lectroniques excite´s de l’e´tat fondamental de l’e´nergie ∆. Si la syme´trie du gap n’est pas
sphe´rique, la de´pendance en tempe´rature de λ change. Ainsi, dans le cas d’une syme´trie s-wave
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anisotrope, un comportement exponentiellement active´ existe toujours, pourvu que le gap reste
non nul suivant toute direction de l’espace des phases. En revanche, si le gap s’annule en un ou plu-
sieurs points de la surface de Fermi, des quasiparticules peuvent eˆtre excite´es en ces points, meˆme
a` basse tempe´rature : au lieu d’avoir une de´pendance exponentielle, la longueur de pe´ne´tration
adopte une loi de puissance (kBT/∆)k. En l’absence d’impurete´s, l’exposant k de´pend de la forme
du gap supraconducteur au voisinage de sa singularite´ : pour une syme´trie d-wave (pre´sence de
lignes), la densite´ d’e´tats est line´aire en e´nergie et la longueur de pe´ne´tration suit une de´pendance
line´aire. En pre´sence de points de singularite´, la densite´ d’e´tats est quadratique et k = 2. En
revanche, en pre´sence d’impurete´s, il existe toujours une tempe´rature caracte´ristique en dessous
de laquelle il n’y a plus de gap ouvert au niveau de Fermi et k = 2 [33, 34].
L’observation de lois de puissance pour les proprie´te´s thermodynamiques dans l’e´tat supra-
conducteur des compose´s fortement corre´le´s a e´te´ le premier signe marquant en faveur d’une
syme´trie non conventionnelle pour le parame`tre d’ordre. Ainsi, la chaleur spe´cifique, les champs
magne´tiques thermodynamiques critiques, l’atte´nuation ultrasonore ou bien la relaxation de spin
dans les fermions lourds de type CeCu2Si2, UBe13 et UPt3 n’obe´issent pas au comportement ex-
ponentiellement active´, pre´dit par la the´orie BCS pour une syme´trie s-wave. Ceci est aussi le cas
pour les supraconducteurs a` haute tempe´rature critique. Il a e´te´ propose´ d’e´tendre la the´orie BCS
e´tablie pour une syme´trie conventionnelle au cas d’une syme´trie d-wave afin de de´crire ces obser-
vations expe´rimentales dans les compose´s cuprates. Au vu de la forte anisotropie de ces compose´s,
ce mode`le est bidimensionnel : chaque plan CuO2 est suppose´ eˆtre un bon liquide de Fermi dans
l’e´tat normal avec une surface de Fermi circulaire.
Pour le cas d’une syme´trie d-wave, le potentiel d’interaction entre les quasiparticules n’est plus
isotrope mais suit [35, 36]
Nn(EF )V (~k, ~k′) = 2Λ cos(2φ) cos(2φ′)− µ ,
ou` Nn(EF ) est la densite´ d’e´tats par spin dans l’e´tat normal, Λ le parame`tre de couplage et µ le
potentiel chimique, φ et φ′ sont les angles polaires associe´s a` ~k et ~k′. Pour retrouver le cas isotrope,
V (~k, ~k′) = V0 et donc Λ = Nn(EF )V0.
La re´solution de l’e´quation du gap donne alors une forme ∆(k) = ∆0(k2x − k2y) = ∆0 cos(2φ),
ou` ∆0 est la valeur maximale du gap le long des antinœuds a` tempe´rature nulle et φ l’angle du
moment des quasiparticules ~k avec l’un des axes cristallins des plans CuO2. L’e´quation du gap
dans le cadre BCS, dans la limite du couplage faible s’e´crit
1 = 2λ
∫ Ec
0
dE
〈
cos2(2φ)Re
(
1√
E2 −∆2 cos2(2φ)
)〉
tanh
(
E
2T
)
,
ou` 〈· · · 〉 repre´sente une moyenne sur l’espace de Fermi (sur φ) et Ec est l’e´nergie de cut-off. Cette
e´quation donne [36]
kBTc = 1.136Ece1/Λ , (1.24)
et
∆0 ≈ 2.14kBTc . (1.25)
La formule (1.24) est identique pour le cas s-wave et la valeur du gap a` tempe´rature nulle est
la` encore proportionnelle a` la tempe´rature critique. En revanche, pour une valeur maximale du
gap, Tc est plus petit dans le mode`le d-wave (∆0 ≈ 1.74kBTc pour un s-wave). La de´pendance en
tempe´rature du gap peut eˆtre approxime´e par [36]
∆(T )
∆(0)
' 1− 3ζ(3)
(
T
∆0
)3
+O
(
T
∆0
)5
, (1.26)
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a` basse tempe´rature et pour les tempe´ratures proches de Tc [36]
∆(T )
∆(0)
' 2piT
∆0
(
8
21ζ(3)
)1/2(
1− T
Tc
)1/2
. (1.27)
La densite´ superfluide s’e´crit
ρs(T ) = 2piT
∑
n
〈
∆2 cos2(2φ)
(ω2n +∆2 cos2(2φ))3/2)
〉
, (1.28)
qui a` basse tempe´rature varie comme [36]
ρs ' 1− 2(ln 2) T∆0 −
9
4
ζ(3)
(
T
∆0
)3
+O
(
T 5
)
, (1.29)
et proche de Tc par [36]
ρs ' 43
(
1− T
Tc
)
. (1.30)
On trouve donc qu’a` basse tempe´rature [34]
λ(T )
λ(0)
≡ ρ−1/2s ' 1 +
ln 2
∆0
T . (1.31)
Ce calcul est vrai dans le cas d’une surface de Fermi sphe´rique. Dans le cas plus ge´ne´ral, Hirschfeld
et al [34] montrent que
λ(T )
λ(0)
' 1 + C T
∆0
, (1.32)
ou` C de´pend de la forme de la surface de Fermi.
Cette relation, diffe´rente du cas s-wave (e´q. (1.23)), a e´te´ interpre´te´e expe´rimentalement comme
e´tant une signature forte pour une supraconductivite´ non conventionnelle. En pre´sence d’impu-
rete´s, Carbotte et al [37] et Hirschfeld et al [34] ont montre´ que la longueur de pe´ne´tration devient
quadratique.
En 1986, Gross et al [38], mesurant la susceptibilite´ tre`s pre´cise´ment en utilisant un SQUID
pour une lecture des tensions induites, trouvent que dans UBe13 la longueur de pe´ne´tration varie
en T 2 a` basse tempe´rature et excluent ainsi une syme´trie isotrope pour ce compose´1. En 1990,
Kanoda et al [39] trouvent une de´pendance quadratique pour la longueur de pe´ne´tration dans
le supraconducteur organique κ-(BEDT-TTF)2Cu(NCS)2 de structure lamellaire suivant les deux
orientations cristallographiques.
Concernant les supraconducteurs a` haute tempe´rature critique, Annett et al [33] montrent que
la longueur de pe´ne´tration mesure´e par Fiory et al [40] sur des films de YBa2Cu3O7−y est elle
aussi quadratique a` basse tempe´rature. Bonn et al [41] trouvent aussi une de´pendance quadratique
dans des monocristaux de YBa2Cu3O6.95 tout comme Maeda et al [42] dans des cristaux opti-
malement dope´s de Bi2Sr2CaCu2O8+δ. En 1992, le groupe de Bonn et Hardy [22] parviennent a`
mesurer une de´pendance line´aire dans des monocristaux de YBa2Cu3O6.95. Ils ve´rifient aussi [43]
que la de´pendance line´aire est observe´e a` la fois pour la direction a et b dans les plans CuO2.
Il semble alors que la de´pendance line´aire ne puisse eˆtre observe´e que dans les e´chantillons tre`s
propres afin d’e´viter l’effet des impurete´s. Les films minces sont donc toujours plus de´sordonne´s
que les monocristaux en raison des contraintes me´caniques impose´es par le substrat pendant la
croissance. Ceci explique que la de´pendance en tempe´rature de la longueur de pe´ne´tration y soit
1La syme´trie de l’e´tat supraconducteur dans ce compose´ est encore mal connu mais il semble que l’e´tat supra-
conducteur ne soit pas un liquide de Fermi en raison de la proximite´ d’une transition de phase quantique.
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toujours quadratique, comme le confirment Ma et al [44] dans des films de YBa2Cu3O6.95 et de
Bi2Sr2CaCu2O8+δ.
Depuis ces premiers re´sultats, la de´pendance line´aire de la longueur de pe´ne´tration a pu eˆtre ob-
serve´e dans de nombreux cuprates optimalement dope´s comme Bi2Sr2CaCu2O8+δ ( [45], [46]),
Tl2Ca1Ba2Cu2O8−δ [47, 48], La2−xSrxCuO4 ( [49]) et dans HgBa2Ca2Cu3O8+δ ( [50]). Panago-
poulos et al [51] montrent que la de´pendance line´aire de λab est robuste envers le dopage dans
YBa2Cu3O7−y.
Bonn et al [43] montrent que la de´pendance line´aire de λab(T ) dans YBa2Cu3O7−y devient
quadratique en dopant au zinc. Ceci est confirme´ en 1996 par Panagopoulos et al [50]. En 1998, Li
et al [52] extraient λab a` partir du champ de premie`re pe´ne´tration et trouvent un comportement
quadratique a` basse tempe´rature puis line´aire au dessus d’une tempe´rature T ∗ dans des cristaux
optimalement dope´s de Bi2Sr2CaCu2O8+δ. Les auteurs montrent que T ∗ augmente avec le dopage
au Pr.
Il existe encore des incertitudes pour les cuprates dope´s aux e´lectrons comme Nd1.85Ce0.15CuO4
pour lequel les premie`res mesures [53] montrent un comportement de type BCS s-wave, alors que
des mesures plus re´centes [54] montrent un comportement quadratique.
1.9 The´orie du couplage interplan
Il est ge´ne´ralement admis que les proprie´te´s normales et supraconductrices des supraconduc-
teurs a` haute tempe´rature critique sont de´termine´es par les excitations de spin et de charge dans
les plans CuO2. Les autres e´le´ments de la maille cristallographique sont conside´re´s comme des
e´le´ments inertes et comme des re´servoirs qui de´terminent la densite´ de charge dans les plans
CuO2. Ainsi, la plupart des the´ories de´crivant les supraconducteurs a` haute tempe´rature critique
ne s’inte´ressent qu’aux proprie´te´s supraconductrices des plans comme par exemple, le liquide de
Fermi marginal [55], le liquide de Fermi antiferromagne´tique [56] ou bien le liquide de Fermi ordi-
naire [57].
En 1988, Anderson propose que le couplage suivant l’axe c soit a` l’origine de la supraconduc-
tivite´ dans les cuprates. En simplifiant le raisonnement, dans l’e´tat normal, il y a une se´paration
entre les excitations de spin et les excitations de charges au sein des plans CuO2. Ceci empeˆche
le saut des quasiparticules d’un plan a` l’autre. En revanche, dans l’e´tat supraconducteur, l’effet
tunnel des paires de Cooper est permis ce qui apporte un gain d’e´nergie cine´tique accompagnant
la formation de paires. Anderson et al [58] proposent que cette e´nergie caracte´risant le processus
tunnel, l’effet Josephson, soit le moteur de la supraconductivite´. Cependant, dans ce cas, la Tc
devrait eˆtre proportionnelle a` l’e´nergie Josephson, ce qui n’est pas observe´ [59].
Contrairement aux proprie´te´s physiques des plans CuO2, les re´sultats expe´rimentaux sur les
cuprates montrent que les proprie´te´s de´pendant du couplage entre les plans varient beaucoup d’un
compose´ a` un autre [60]. Ceci s’explique par le fait que la famille des cuprates se re´partit en
classes de compose´s dont la maille cristalline diffe`re surtout suivant l’axe c : il s’agit de compose´s
forme´s par la superposition de ”blocs”, eux-meˆmes forme´s de n plans CuO2 espace´s d’environ 3.6
A˚ ; les blocs sont se´pare´s d’environ 6 a` 8 A˚. Les compose´s ou` n = 1 sont qualifie´s de ”mono-
layers” ou monocouches (un seul plan CuO2 par maille) comme La2−xSrxCuO4, La2−xBaxCuO4,
Bi2Sr2CuO6, HgBa2CuO4, Tl2Ba2CuO6 et Nd2CeCuO4 ; n = 2 sont des compose´s bilayers ou
bicouches tels que YBa2Cu3O6+x, Bi2Sr2CaCu2O8+δ, HgBa2CaCu2O4 et Tl2Ba2CaCu2O8 ; enfin,
les compose´s avec n = 3, qualifie´s de trilayers ou tricouches Bi2Sr2Ca2Cu3O10, HgBa2Ca2Cu3O et
Tl2Ba2Ca2Cu3O10. L’anisotropie e´lectronique de ces compose´s augmente avec la se´paration entre
plans CuO2, c’est-a`-dire le nombre de plans inertes qui se trouvent entre eux. L’observation d’une
conduction de type ’semiconducteur’ suivant l’axe c pour les compose´s les plus anisotropes montre
l’absence de dispersion des bandes de conduction suivant l’axe c.
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En 1990, Cooper et al [61] pre´sentent une premie`re mesure de la longueur de pe´ne´tration as-
socie´e aux courants perpendiculaires aux plans λc(0) = 100 ± 10 µm dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ
optimalement dope´. Dans l’e´tat supraconducteur, la valeur absolue de la longueur de pe´ne´tration
suivant l’axe c montrait la faiblesse de la densite´ superfluide dans cette direction. En 1994, Kleiner
et al [62, 63] montrent que dans Bi2Sr2CaCu2O8+δ, les plans CuO2 sont couple´s par l’effet Jo-
sephson et confirment l’existence d’une barrie`re tunnel. Paralle`lement, Nyhus et al [64] montrent
que la fre´quence plasma suivant l’axe c de´pend exponentiellement du dopage dans YBa2Cu3O6+x.
Deux approches ont e´te´ de´veloppe´es pour de´crire le couplage interplan. La premie`re approche
consiste a` conside´rer que des bandes de conduction existent bien suivant l’axe c et que le transport
cohe´rent est toujours possible. La seconde approche conside`re que le transport suivant l’axe c
est duˆ, soit a` un effet tunnel des quasiparticules par saut (’hopping’), soit a` celui des paires de
Cooper par effet Josephson. Nous examinons dans la suite l’impact de ces approches sur le couplage
interplan dans l’e´tat supraconducteur.
1.9.1 Mode`le BCS et anisotropie de la matrice de tunneling
Une extension du mode`le BCS d-wave a` trois dimensions en conside´rant que le couplage suivant
l’axe c est tre`s faible devant l’e´nergie cine´tique des quasiparticules au sein des plans CuO2 implique
une surface de Fermi cylindrique avec de faibles ondulations (’warped’) : la surface de Fermi
pre´sente alors des lignes perpendiculaire aux plans CuO2 le long desquelles le gap s’annule. Dans ce
cas, λc(T ) suit la meˆme de´pendance line´aire en tempe´rature que λab(T ). Puisqu’expe´rimentalement
la de´pendance en tempe´rature de λc est souvent moins prononce´e que celle de λab dans les SHTc,
Xiang et al [65] proposent de modifier ce mode`le. La` encore, le mode`le des liaisons fortes est
suppose´ toujours valide avec des fonctions de Bloch de´localise´es suivant l’axe c et les auteurs
conside`rent le transport suivant l’axe c comme cohe´rent. Au sein des plans CuO2, les orbitales
2px et 2py des atomes d’oxyge`ne et les orbitales 3dx2−y2 des atomes de cuivre forment des liaisons
covalentes. Ces bandes gouvernent les proprie´te´s a` basse tempe´rature de ces compose´s. L’orbitale
4s du Cu posse`de une e´nergie bien supe´rieure au niveau de Fermi. Cependant, Xiang et al e´mettent
l’hypothe`se que le transport des trous de conduction d’un plan CuO2 a` l’autre se fait a` travers ces
orbitales. Plus pre´cise´ment, le trou passe d’une orbitale O − 2p a` une orbitale Cu− 4s du meˆme
plan. Puis le transfert interplan se fait entre deux orbitales Cu− 4s superpose´es suivant l’axe c a`
travers des orbitales interme´diaires associe´es aux e´le´ments des couches isolantes. Une fois le trou
passe´ dans l’orbitale Cu − 4s du plan voisin, il passe dans une orbitale O − 2p. Il est possible
d’exprimer l’inte´grale de transfert t⊥ de ce processus comme [66]
t⊥ ∝ 〈(2p)2|(4s)2〉〈(4s)2|(∗)12〉〈(∗)12|(4s)1〉〈(4s)1|(2p)1〉 , (1.33)
ou` les indices 1 et 2 repre´sentent les plans conside´re´s. On suppose que les inte´grales du type
〈(4s)2|(∗)12〉 ne de´pendent pas du vecteur k‖.2 En revanche, les inte´grales de type 〈(4s)|(2p)〉 ont
une syme´trie dx2−y2 . Par conse´quent 〈(4s)|(2p)〉 ∝ cos kx−cos ky et t⊥(k‖) ∝ (cos kx−cos ky)2. Cet
argument s’applique aussi aux cuprates de syme´trie orthorhombique comme Bi2Sr2CaCu2O8+δ car
la distorsion est suivant la diagonale entre les axes a et b de la maille cristalline.
Par conse´quent, dans les cuprates de syme´trie te´tragonale de´pourvus de chaˆınes, l’e´le´ment de
matrice tunnel correspondant au transfert des charges d’un plan a` l’autre est anisotrope : t⊥(k‖)
s’annule lorsque k‖ est aligne´ suivant les diagonales de la zone de Brillouin.
Cette me´thode montre qu’il n’est pas possible d’exciter des quasiparticules suivant l’axe c car
leur probabilite´ de tunneling entre les plans est diminue´e justement pour les vecteurs d’onde
k‖ correspondant aux zones ou` elles sont cre´e´es. Puisque la densite´ superfluide diminue avec la
tempe´rature lorsque des quasiparticules peuvent eˆtre excite´es, cette me´thode explique pourquoi la
de´croissance de ρcs observe´e suivant l’axe c est infe´rieure a` celle suivant les plans CuO2.
2En re´alite´, les orbitales Cu− 4s sont toujours me´lange´es avec les orbitales Cu− dz2 mais l’orbitale re´sultante
posse`de toujours une syme´trie de rotation suivant l’axe c.
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En utilisant la de´pendance t⊥(k‖) ∝ (cos kx − cos ky)2, la densite´ superfluide suivant l’axe c qui
est de´duite est [65]
ρcs(T ) ∼
3
4
Nn(EF )(t0⊥)
2
[
1− 5
12
(
∆(T )
Ec
)2
− 450
(
T
∆0
)5
+O(T 5)
]
. (1.34)
A basse tempe´rature, en prenant la de´pendance en tempe´rature du gap BCS [36] ∆(T )/∆(0) ∼
1 − (T/∆0)3, le terme en (∆(T )/Ec)2 donne une contribution positive en T 3. Toutefois, puisque
l’exposant est en (∆0/Ec)2 et que l’e´nergie de cut-off Ec est beaucoup plus grande que le gap,
l’exposant pre´dominant a` basse tempe´rature est T 5. Cela implique [67]
λc(T ) ∼ λc(0)
(
1 + α
(
T
Tc
)5)
, (1.35)
avec α = 225
(
Tc
∆0
)5
.
Dans cette expression, le terme T 5 provient de la densite´ line´aire d’e´tats des quasiparticules a`
basse e´nergie et de (cos kx − cos ky)4 qui donne un terme en E4.
Panagopoulos et al [67] observent un exposant 5 pour la longueur de pe´ne´tration dans HgBa2Cen−1CunO2n+2+δ
et en de´duisent, en utilisant la relation (1.35), une valeur du gap ∆ ∼ 2.37kBTc, un peu plus grande
que la valeur pre´dite par la the´orie BCS d-wave en couplage faible (equation (1.25)). En outre,
puisque cette approche suppose que l’orientation des nœuds du gap et des ze´ros de la matrice
de transfert co¨ıncident, les auteurs confirment l’orientation du gap dans l’espace re´ciproque pos-
tule´e par un sce´nario d-wave. Dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ optimalement dope´, Gaifullin et al [68]
trouvent eux-aussi que ρcs/ρcs(0) ∼ 1 − A(T/Tc)n avec n entre 4 et 6 et A ∼ 6. Par conse´quent,
une faible de´pendance en tempe´rature est la signature d’un processus tunnel cohe´rent.
1.9.2 Description lamellaire des cuprates
Unmode`le plus approprie´ pour les supraconducteurs tre`s anisotropes tels que le Bi2Sr2CaCu2O8+δ,
e´tudie´ dans cette the`se, est celui d’un empilement de lamelles supraconductrices et isolantes.
Le transport de paires de Cooper le long de l’axe c se fait alors par l’effet Josephson introduit
pre´ce´demment au paragraphe 1.6.
1.9.2.1 Le mode`le d’Ambegaokar-Baratoff
Syme´trie s-wave Peu apre`s la pre´diction de l’effet Josephson en 1962, Ambegaokar et Ba-
ratoff [69, 70] calculent le courant critique, Ic(T ), d’une jonction Josephson simple forme´e de
supraconducteurs conventionnels se´pare´s par une fine couche isolante
Ic(0) =
2~
eRn
(
1
∆1
+
1
∆2
)−1
K
( |∆1 +∆2|
∆1 +∆2
)
. (1.36)
Ici, Rn est la re´sistance de la jonction a` l’e´tat normal et K l’inte´grale elliptique comple`te de
premie`re espe`ce. Le produit IcRn est entie`rement de´termine´ par la valeur des gaps supraconduc-
teurs des deux coˆte´s de la barrie`re tunnel. Lorsque ∆1 = ∆2 = ∆, on a
Ic(0) =
pi~∆
2eRn
. (1.37)
Donc, a` tempe´rature nulle, le courant maximal qui peut traverser la jonction est celui obtenu
a` l’e´tat normal quand on applique une tension pi∆/2. Cette description est en accord avec une
description de type ’semiconducteur’ des supraconducteurs de part et d’autre de la jonction. Par
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conse´quent, les termes de cohe´rence de phase introduits par la the´orie BCS n’interviennent pas.
Pour la de´pendance en tempe´rature, Ambegaokar et Baratoff de´rivent
Ic(T ) =
pi
2
∆(T )
Rn
tanh
(
∆(T )
2kBT
)
. (1.38)
Syme´trie d-wave Le calcul d’Ambegaokar et Baratoff est fonde´ sur un Hamiltonien d’effet
tunnel incohe´rent couplant les deux supraconducteurs et se limite au cas de faibles valeurs de
l’amplitude de la matrice de transfert, t⊥. Cette matrice couple les e´tats (+k1,−k1) et (+k2,−k2)
avec pour condition que k1 et k2 soient compris dans une coquille d’e´paisseur 2~ωD autour du ni-
veau de Fermi pour le cas du couplage faible. Il est alors possible que lors du passage de la barrie`re
tunnel, la direction du vecteur d’onde soit conserve´e (k1 ‖ k2) ou perdue (k1 ∦ k2). Suivant ces
deux cas, on parle d’effet tunnel cohe´rent ou incohe´rent.
Graf et al [71] ont remarque´ qu’un effet tunnel incohe´rent entre deux supraconducteurs de
syme´trie d-wave donne lieu a` un courant critique nul car si k1 et k2 appartiennent a` des lobes
de signe oppose´s, Jc(T ) ∝
√〈∆(k1)∆(k2)〉 = √〈∆(k1)〉〈∆(k2)〉 = 0. Ce proble`me ne se pose pas
dans le cas d’une syme´trie s-wave, puisque le signe du parame`tre d’ordre ne change pas. Les deux
contributions, cohe´rente et incohe´rente, donnent lieu a` un courant critique.
Une controverse oppose Klemm et al [72] et Maki et al [73] concernant l’extension de cette
approche a` la syme´trie anisotrope. Maki et al [73] soutiennent qu’il est possible d’e´tendre le calcul
initial d’Ambegaokar et Baratoff au cas d’un tunneling cohe´rent puisque ceux-ci parlent de ”spe-
cular transmission”. En revanche, Klemm et al [72] soutiennent que le calcul initial d’Ambegaokar
et Baratoff a e´te´ re´alise´ en utilisant un Hamiltonien tunnel pour le cas d’un effet tunnel incohe´rent
en de´veloppant au premier ordre par rapport a` t⊥. Dans le cas d’un effet tunnel cohe´rent, Klemm
et al [74] trouvent que, dans la limite ou` la bande de conduction suivant l’axe c est de faible
dispersion, c’est-a`-dire ou` t⊥ est petit, le produit Ic(0)Rn est inde´pendant du parame`tre d’ordre.
Dans les mate´riaux re´els, les deux processus sont pre´sents. La question est de savoir dans quel
rapport ces deux processus existent.
1.9.2.2 Approche de type BCS d-wave avec un effet Josephson cohe´rent.
Maki et al [75, 76] proposent que la densite´ superfluide au sein des plans est bien donne´e par
la pre´diction BCS d-wave en couplage faible. Ils conside`rent cependant que le transport entre les
plans CuO2 est duˆ a` l’effet Josephson. Ils adoptent le mode`le d’Ambegaokar et Baratoff mais
cette fois-ci en pre´cisant que le seul processus tunnel pris en compte est celui ou` k‖ ‖ k′‖ tout
en autorisant que ‖ k ‖6=‖ k′ ‖. Ces auteurs affirment aussi prendre en compte la possibilite´ de
re´flexion d’Andreev sur les joints de grains et trouvent
ρcs(t) =
∆(t)
∆0
∫ pi/2
0
dφ sinφ tanh
(
∆(t) sinφ
2kBT
)
. (1.39)
A basse tempe´rature, cette expression peut eˆtre approxime´e par
ρcs(t) ≈
(
1− pi
2
6
(
T
∆0
)2
− 7pi
4
120
(
T
∆0
)4)
×
(
1− 3
2
ζ(3)
(
T
∆0
)3)
≈ 1− 1.645
(
T
∆0
)2
− 3.606
(
T
∆0
)3
. (1.40)
Ce mode`le pre´voit un exposant 2 alors que le calcul de Xiang et al [77] fonde´ sur un couplage
cohe´rent direct, un exposant line´aire est trouve´ lorsque t⊥ = Cste. [78]
Par la suite, Maki et al [75] rajoutent la de´pendance angulaire de t⊥(k‖) introduite par Xiang et
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al(voir paragraphe 1.9.1). La nouvelle forme pour la densite´ superfluide est alors
ρcs(T ) =
15∆(t)
8∆0
∫ pi/2
0
dφ sin5 φ tanh
(
∆(t) sinφ
2kBT
)
, (1.41)
ce qui donne a` basse tempe´rature
ρcs(T ) ≈ 1− 3.606
(
T
∆0
)3
− 443.35
(
T
∆0
)6
. (1.42)
La` encore, comme dans le cas de Xiang et al (e´quation (1.34)), c’est l’exposant le plus fort qui
posse`de le plus grand coefficient et qui pre´domine a` basse tempe´rature. La prise en compte de la
de´pendance angulaire de la matrice de transfert re´duit donc la`-aussi la de´pendance en tempe´rature
de la densite´ superfluide.
1.9.2.3 Approche de type BCS d-wave avec un couplage par saut.
Radtke et al [79, 80] conside`rent que le changement de comportement de la re´sistivite´ suivant
l’axe c d’un e´tat me´tallique au dopage optimal a` un comportement de type semi-conducteur pour le
cas sous-dope´ observe´ dans certains cuprates [60], correspond au passage du cas ou` il y a formation
de bandes de Bloch (kz est donc un bon nombre quantique), vers le cas ou` les orbitales ne sont
plus de´localise´es suivant cette direction et ne permettent qu’un transport de hopping incohe´rent.
Ce processus peut eˆtre soit direct, soit me´die´ par les e´tats d’impurete´s se trouvant entre les
plans CuO2 ou les phonons. Adoptant une formulation tre`s ge´ne´rale pour le cas ou` les fonctions
d’ondes se recouvrent faiblement, c’est-a`-dire ou` t⊥ est tre`s petit devant l’e´nergie cine´tique des
quasiparticules dans les plans CuO2, la conductivite´ dans l’e´tat normal est de´crite par
σc = σ0Nn(EF )t2⊥
(τab
pi~
)
, (1.43)
avec σ0 = (4pie2/~)(c/a2), ou` a et c sont les parame`tres de maille suivant les plans et l’axe c. τab
est le taux de diffusion dans les plans CuO2. Dans ce mode`le, t⊥ peut eˆtre relie´ a` la masse effective
m⊥ des porteurs suivant l’axe c
t⊥ =
~2
m⊥s2
, (1.44)
s e´tant la distance entre deux couches. t⊥τab repre´sente alors le rapport entre l’effet tunnel inter-
plan et la diffusion au sein des plans. 1/t2⊥τab repre´sente un temps caracte´ristique pour le passage
des porteurs d’un plan a` l’autre par un effet tunnel qui est perturbe´ par la diffusion au sein des
plans. Dans cette approche, il est suppose´ que le taux de diffusion des porteurs suivant l’axe c, τc,
est tel que τc À 1/t2⊥τab ce qui permet de ne´gliger ce processus [81].
Lors du passage a` l’e´tat supraconducteur, les plans CuO2 sont de´crits par une the´orie BCS d-wave
a` deux dimensions. Un couplage ’direct’ est obtenu en estimant la probabilite´ que deux quasipar-
ticules tunnellent entre deux plans adjacents. Le couplage des paires de Cooper est caracte´rise´ par
le meˆme parame`tre t⊥ et le courant critique Josephson s’exprime comme
JJ (0) =
2e
~s2
Nn(EF )t2⊥ ∝
mabt
2
⊥
s2
. (1.45)
Selon Radtke et al [80], cette expression est inde´pendante du gap supraconducteur et ne de´pend
donc pas de la syme´trie du parame`tre d’ordre. En de´duisant le courant Josephson a` partir de l’effet
tunnel, il est suppose´ que l’effet de tous les processus de diffusion e´lastiques et ine´lastiques au sein
des plans supraconducteurs peut eˆtre incorpore´ dans l’expression du gap supraconducteur. Cette
approche pre´dit alors que la de´pendance en tempe´rature de λc(T ) suit celle de λab, qui est line´aire
et re´sulte d’un processus cohe´rent.
Mao et al [82] trouvent pour YBa2Cu3O7−y la meˆme de´pendance line´aire pour toutes les compo-
santes de la densite´ superfluide.
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1.10 Mode`le de Lawrence et Doniach
Ce mode`le a e´te´ de´veloppe´ en 1970 pour l’e´tude des multicouches artificielles de supraconduc-
teurs [83]. Il est donc le mode`le adapte´ a` l’e´tude des supraconducteurs lamellaires forme´s de
jonctions Josephson intrinse`ques. Ce mode`le prend explicitement en compte le caracte`re tunnel du
transport suivant l’axe c par l’effet Josephson : le mate´riau est conside´re´ comme un empilement des
couches bi-dimensionnelles supraconductrices suivant l’axe c. Au sein de chaque couche, le trans-
port est suppose´ isotrope, obe´issant a` un de´veloppement de Ginzburg-Landau bi-dimensionnel. En
revanche, le transport entre chaque couche est assure´ par l’effet Josephson. La fonctionnelle s’e´crit
alors
Fs(ψn, A) = Fn + s
∑
n
∫
d2r
[
a|ψn|2 + b2 |ψn|
4 +
1
2m∗‖
|(−i~∇‖ +
e∗A‖
c
)ψn|2
]
+
∫
d3r
B2
8pi
+
~2
2m∗⊥s2
∣∣∣∣∣ψn+1 − ψn exp
(
2pii
Φ0
∫ (n+1)s
ns
A⊥dz
)∣∣∣∣∣
2
, (1.46)
ou` la somme sur n est la somme sur les couches CuO2 et s, la distance entre chaque couche. Le
dernier terme est le terme de couplage Josephson.
Comme pour le mode`le de Ginzburg-Landau, cette fonctionnelle peut eˆtre traite´e dans la limite
de London en supposant que les |ψn| restent constants et en ne gardant pour degre´s de liberte´ que
les phases φn (ψn = |ψn|eiφn). La fonctionnelle de Lawrence et Doniach se simplifie alors en
Fs(φn, A) = Fn +
∑
n
∫
d2r
ε0s
2pi
[
(∇‖φn + 2piΦ0A‖)
2 +
2m∗‖
m∗⊥s2
(1− cos(Φn+1,n))
]
+
∫
d3r
B2
8pi
,
(1.47)
en notant ε0/2pi = ~2|ψn|2/2m. En posant, J ≡ sε0
pi
et EJ ≡ ε0
pis
m∗⊥
m∗‖
≡ ε0
pisγ2
=
J
λ2J
, la relation
pre´ce´dente se re´e´crit
Fs(φn, A) = Fn +
∑
n
∫
d2r
[
J
2
(∇‖φn + 2piΦ0A‖)
2 + EJ(1− cos(Φn+1,n))
]
+
∫
d3r
B2
8pi
. (1.48)
Dans l’e´tape pre´ce´dente, on a de´fini le facteur d’anisotropie comme
γ =
√
m∗⊥
m∗‖
. (1.49)
1.11 Vortex dans les supraconducteurs
1.11.1 Le fluxo¨ıde
London a introduit le concept de fluxo¨ıde pour de´crire un supraconducteur contenant des zones
normales. Ici, nous reproduisons la de´finition a` partir du de´veloppement de Ginzburg et Landau.
On peut re´e´crire l’expression (1.19) comme
A+
4piλ2L
c
Js = −Φ02pi∇φ . (1.50)
En inte´grant le long d’une boucle ferme´e Γ, entie`rement contenue dans un supraconducteur∮
Γ
A · dl + 4piλ
2
L
c
∮
Γ
Js · dl = −Φ02pi
∮
Γ
φ · dl . (1.51)
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En re´exprimant le premier terme a` l’aide du the´ore`me de Stokes, et en supposant que, puisque le
parame`tre d’ordre ne peut prendre qu’une seule valeur en un meˆme point, le dernier terme doit
eˆtre un multiple de 2pi, on a ∫
S
B · ds+ 4piλ
2
L
c
∮
Γ
Js · dl = ±nΦ0 . (1.52)
S est la surface qui tend le contour Γ et n un entier naturel. Les deux termes de gauche de´finissent
le ’fluxo¨ıde’ qui doit eˆtre e´gal a` un nombre entier de quantum de flux Φ0 ≡ h/2e.
1.11.2 Vortex
L’existence de deux longueurs caracte´ristiques ξ et λ, (1.16),(1.17) montre que lorsque ξ & λ,
l’e´chelle spatiale sur laquelle le parame`tre d’ordre supraconducteur peut s’annuler n’est pas la
longueur de pe´ne´tration du champ magne´tique. Par conse´quent, ce crite`re de´finit les supraconduc-
teurs dits de type I pour lesquels le champ magne´tique ne peut pas pe´ne´trer en volume dans
l’e´chantillon lorsque celui-ci est dans l’e´tat supraconducteur. En revanche, lorsque ξ . λ, le champ
magne´tique peut pe´ne´trer au-dela` d’une valeur critique sous la forme de tubes de flux, ou vortex.
Le rapport κ = λ/ξ permet donc de classifier les mate´riaux supraconducteurs en fonction de leurs
proprie´te´s magne´tiques. Le champ magne´tique porte´ par le vortex est cre´e´ par des supercourants
qui circulent autour de son axe. L’e´quation du fluxo¨ıde (1.52) montre que ce flux n’est quantifie´
que si les supercourants peuvent eˆtre ne´glige´s le long de Γ, c’est-a`-dire en inte´grant le champ sur
une surface dont le contour est suffisamment e´loigne´ du cœur de vortex.
Pour trouver la re´partition spatiale du champ magne´tique cre´e´ par un vortex, nous pouvons rajou-
ter un terme source a` l’e´quation de London (1.5). Puisque ∇∧(∇∧B) = ∇(∇·B)−∇2B = −∇2B,
on a
(1− λ2L∇2)B = Φ0δ(r) . (1.53)
La solution de cette e´quation lorsque ξ ¿ λL est
B(R) =
Φ0
2piλ2L
K0
(
R
λL
)
. (1.54)
K0(r) est l’inte´grale elliptique de premie`re espe`ce. A grande distance, K0(r) ∼ e−r/
√
r, donc le
champ magne´tique d’un vortex isole´ de´croˆıt exponentiellement avec la longueur caracte´ristique
λL
3. Le de´veloppement de Ginzburg Landau permet de montrer que le parame`tre d’ordre s’annule
aussi au cœur du vortex sur une distance ξ.
Pour obtenir l’e´nergie de ligne d’un vortex, nous pouvons utiliser la fonctionnelle de London, (1.18)
et la forme du champ (1.54) pour obtenir
² =
(
Φ0
4piλ
)2 [
ln
(
λL
ξ
)
+ C
]
, (1.55)
ou` les bornes d’inte´gration sont ξ et λL. Le facteur ξ repre´sente la distance de coupure pour e´viter
la divergence de l’e´nergie libre associe´e a` la singularite´ au cœur du vortex, et λL la distance au-dela`
de laquelle la contribution des supracourants a` l’e´nergie est ne´gligeable. Puisque la fonctionnelle
de London ne´glige la contribution des e´nergies de condensation, l’e´nergie (1.55) doit eˆtre modifie´e
pour rajouter cette contribution qui est incluse dans le facteur nume´rique C ' 0.497 (C varie
suivant les techniques de calcul utilise´es [84]).
Cette e´nergie de´finit le champ critique thermodynamique de premie`re pe´ne´tration Hcc1 (pour
des champs magne´tiques applique´s le long de l’axe c des SHTc) dans le cadre du de´veloppement de
Ginzburg et Landau comme : ² = Φ04piH
c
c1. Elle repre´sente aussi l’e´nergie de de´formation du vortex,
3Dans la limite de Pippard, le champ magne´tique d’un vortex ne de´croˆıt plus monotonement mais oscille en
fonction de la distance.
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aussi appele´e tension de ligne, car elle correspond a` l’accroissement d’e´nergie libre correspondant
a` l’e´longation du vortex. En re´alite´, il s’agit de la re´ponse du vortex a` une de´formation de grand
vecteur d’onde. La re´ponse a` une de´formation quelconque est obtenue en re´solvant l’expression (1.5)
avec un terme source ge´ne´ral de de´formation quelconque. Le re´sultat de ce calcul est [85, 86, 13]
²l(kz) ≈
(
Φ0
4piλ
)2 [
ln
(
κ2
1 + λ2Lk2z
)1/2
+
1
λ2Lk
2
z
ln(1 + λ2Lk
2
z)
]
. (1.56)
Dans le cas d’une translation uniforme, kz = 0 et on retrouve l’expression (1.55).
1.11.2.1 Re´seau de vortex
En 1957, Abrikosov [87] montre que dans le cadre de la fonctionnelle de Ginzburg-Landau,
lorsque le champ magne´tique devient supe´rieur a` Hcc1, les vortex forment un re´seau ordonne´. Le
pas de ce re´seau est a0 =
√
βΦ0
B⊥
. La constante β de´pend de la syme´trie du re´seau, hexagonal ou
quadratique. Le comportement de ce re´seau peut eˆtre de´crit dans le cadre d’une the´orie e´lastique.
Le champ de de´placement u est e´crit en conside´rant que chaque vortex n est de´place´ de sa position
d’e´quilibre du re´seau parfait Rn
un(z) = rn(z)−Rn = (unx, uny) ; (1.57)
en effectuant un de´veloppement de Fourier, on a
un(z) =
∫
1ZB
d3k
(2pi)3
u(k)eikRn , (1.58)
l’inte´gration e´tant faite sur la premie`re zone de Brillouin. Inversement
u(k) =
Φ0
B⊥
∑
n
∫
dzun(z)e−ikRn . (1.59)
L’e´nergie e´lastique devient alors
F = 1
2
∫
1ZB
d3k
(2pi)3
uα(k)Φαβ(k)u∗β(k) (1.60)
avec (α, β) = (x, y) et k = (kx, ky, kz) et Φαβ(k) le tenseur d’e´lasticite´. Puisque le re´seau de vortex
est pe´riodique et discret le long des plans (x, y), l’inte´gration sur (kx, ky) est faite sur la premie`re
zone de Brillouin. En revanche pour la direction kz, la borne infe´rieure de l’inte´gration est donne´e
par la taille du cœur de vortex, |kz| < pi/ξ. Il est possible d’exprimer le tenseur d’e´lasticite´ dans
le cadre du de´veloppement de London, c’est-a`-dire dans la limite des faibles champs. Dans ce cas,
le tenseur peut s’e´crire comme
Φα,β(k) = (c11(k)− c66)kαkβ + δαβ [(k2x + k2y)c66 + k2zc44] . (1.61)
c11 repre´sente le module e´lastique de compression, c66 celui de cisaillement et c44 celui d’inflexion.
Dans la limite de London isotrope
c11(k) ' B
2
⊥/µ0
1 + k2λ2
, (1.62)
c66 ' B⊥Φ0/µ016piλ2 , (1.63)
c44(k) ' c11(k) + 2c66 ln κ
2
1 + k2zλ2
. (1.64)
La dispersion de c11 et c44 montre que l’e´lasticite´ du re´seau de vortex est non locale. Ainsi, les
de´formations de faible longueur telles que 2pi/k ¿ 2piλ couˆtent moins d’e´nergie e´lastique qu’une
compression ou une rotation uniforme du re´seau. Cette non localite´ vient de ce que la porte´e des
interactions entre vortex est de l’ordre de λ, supe´rieure au pas du re´seau. Le fait que c44 diminue
lorsque k augmente montre que la non localite´ augmente l’e´lasticite´ du re´seau de vortex et donc
l’effet des fluctuations thermiques.
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1.11.2.2 Notion de ’pancake’
Dans le cas des supraconducteurs lamellaires, lorsque le champ magne´tique est aligne´ suivant
l’axe cristallographique c, les supracourants doivent circuler perpendiculairement a` cet axe. Ce-
pendant, en raison de la forte anisotropie du mate´riau, les supracourants sont principalement
de´veloppe´s dans les plans CuO2. Ils sont presque inexistants dans les zones isolantes se´parant ces
couches et ne peuvent donc plus de´limiter un vortex comme un tube continu de flux magne´tique.
Dans ce cas, le vortex est constitue´ par un empilement de dipoˆles magne´tiques ou ”galettes” (’pan-
cake’ en anglais). Chaque pancake est de´fini par l’intersection du tube continu avec une couche
supraconductrice. Les pancakes formant un vortex sont tous en interaction attractive par l’effet
Josephson et par l’interaction dipolaire magne´tique.
Limite du couplage Josephson nul En l’absence de couplage Josephson (EJ −→ 0), la
stabilite´ d’un vortex n’est assure´e que par les interactions magne´tiques qui s’e´tablissent entre
chaque dipoˆle appartenant au vortex. Il s’agit d’une force non locale dont la porte´e est de l’ordre
de la longueur de pe´ne´tration de London. L’ensemble de ces forces magne´tiques minimisent leur
travail lorsque l’empilement de pancakes suivant l’axe c est parfait. L’intensite´ de ces forces de´pend
de la tempe´rature a` travers la de´pendance de λ(T ).
Clem et al [84] commencent a` de´finir le champ cre´e´ par un dipoˆle magne´tique isole´ dans une
seule couche supraconductrice (cas d’un vortex ’Pearl’ [88]). Ensuite, ils rajoutent les couches
supraconductrices de part et d’autre de la couche accueillant le dipoˆle magne´tique. De cette fac¸on,
ils prennent en compte l’e´crantage du champ magne´tique associe´ au dipoˆle magne´tique par les
courants supraconducteurs des couches voisines. Enfin, pour obtenir le vortex final, ils rajoutent
les autres dipoˆles du vortex en sommant la contribution du champ magne´tique ainsi cre´e´. Les
auteurs montrent ainsi que l’e´nergie de ligne d’un tel empilement de pancakes est identique a` la
forme (1.55).
Afin de caracte´riser la force de couplage magne´tique qui assure la stabilite´ d’un empilement de
pancakes, Clem at al [84] expriment la force de rappel qui s’exerce sur un pancake lorsque celui-ci
est e´carte´ d’un empilement de pancakes par tous les autres pancakes. Ces auteurs trouvent que tant
que le pancake se trouve a` une distance infe´rieure a` λab de l’axe du vortex, la force de rappel est
approximativement line´aire : ceci justifie alors l’approximation quadratique (’cage approximation’)
suivant laquelle le pancake se trouve dans un puits de potentiel.
Rajout du couplage Josephson Lorsque, un pancake s’e´carte de sa position d’e´quilibre, il
cre´e localement une diffe´rence de phase δΦ entre le plan supraconducteur auquel il appartient
et les plans premiers voisins. Ceci re´sulte alors en un couˆt d’e´nergie Josephson ∼ EJ sin(δφ). Il
en re´sulte alors indirectement une interaction locale attractive. L’intensite´ de cette force de´pend
de EJ et donc directement de la tempe´rature. La porte´e de cette force est limite´e aux premie`res
couches voisines (∼ s).
La prise en compte de cette interaction dans le calcul de la tension de ligne d’un empilement
de pancakes est tre`s complique´e en raison de la non line´arite´ du terme d’interaction Josephson.
Bulaevskii et al [89] montrent que tant que le pancake reste a` moins d’une distance λJ de l’axe
de´finissant l’empilement de pancakes, le couˆt d’e´nergie Josephson reste faible. En revanche, lorsque
cette distance est supe´rieure a` λJ , il y a cre´ation d’un ’fragment’ de vortex Josephson (voir chapitre
1.11.4) qui relie le pancake ainsi e´carte´ a` l’empilement de pancakes restants. Dans le cas the´orique
d’une anisotropie infinie, le couplage Josephson devient nul et seul le couplage magne´tique subsiste.
1.11.2.3 Effet des pancakes sur le courant critique Josephson
Le caracte`re Josephson du transport suivant l’axe c ayant e´te´ e´tabli, Daemen et al [90, 91]
ont propose´ que les fluctuations des pancakes formant un vortex provoquaient la de´croissance
du courant critique Josephson. Si les pancakes au sein d’un vortex sont parfaitement aligne´s
suivant l’axe c, la diffe´rence de phase entre chaque supraconductrice n’est pas affecte´e. Le courant
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Fig. 1.4 – Re´seau ordonne´ de pancakes. rw repre´sente la longueur d’excursion relative moyenne
d’un vortex (voir paragraphe 1.12.4.2).
critique n’est donc supprime´ que dans le cœur du vortex, ce qui au vu de sa petite taille (∼ ξ),
peut eˆtre ne´glige´. Par contre, si les pancakes s’e´cartent de leur position d’e´quilibre en raison des
fluctuations thermiques ou bien du de´sordre, des diffe´rences de phase sont cre´e´es localement. Le
courant Josephson effectif en ces points vaut alors
In,n+1 = JJ
∣∣∣∣∫ dρ〈exp[iφn,n+1(ρ)]〉∣∣∣∣ , (1.65)
ou` 〈. . .〉 correspond a` une moyenne sur toutes les configurations des positions de vortex.
Ici, φn,n+1(ρ) est de´termine´ par la position des vortex suivant
φn,n+1(ρ) =
∑
m
(
arctan
x− xnm
y − ynm − arctan
x− xn+1,m
y − yn+1,m
)
l’indice m repre´sentant les couches CuO2, et n les vortex.
On voit ici que si φn,n+1(ρ) = 0[2pi], alors le courant Josephson n’est pas modifie´. En revanche, si
φn,n+1 6= 0, alors le courant Josephson diminue.
1.11.3 Jonction Josephson en pre´sence de champ magne´tique
1.11.3.1 De´finition de la phase supraconductrice invariante de jauge
Les relations Josephson (1.20) et (1.21) sont e´crites dans le cas ou` on peut ne´gliger le champ
magne´tique cre´e´ par les supracourants. Cependant, en pre´sence de champ magne´tique, la phase
du parame`tre d’ordre supraconducteur n’est pas invariante de jauge. Puisque le courant supracon-
ducteur, grandeur mesurable, est une grandeur physique invariante de jauge (paragraphe 1.5), il
faut utiliser pour diffe´rence de phase [12]
φ ≡ γ − 2pi
Φ0
∫
~A · ~dl , (1.66)
(nous avons change´ la notation afin de garder φ pour la diffe´rence de phase invariante de jauge
et note´ γ la grandeur pre´ce´dente). Cette phase est bien invariante de jauge et l’inte´grale doit
eˆtre prise d’un point de l’une des e´lectrodes a` un point de l’autre e´lectrode. C’est cette phase qui
intervient dans la premie`re relation Josephson en pre´sence de champ magne´tique. On ve´rifie bien
qu’en absence de champ magne´tique, les deux de´finitions de la phase redeviennent e´quivalentes.
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1.11.3.2 Approche classique : e´quation de Ferrel-Prange
Nous avons repre´sente´ sur la figure 1.5 une jonction Josephson soumise a` un champ magne´tique
externe. La largeur de la jonction est L suivant la direction x et le champ magne´tique est applique´
suivant l’axe y. En l’absence de la jonction, les courants d’e´crantage sont ge´ne´re´s sur une distance
λ de la surface. En revanche, a` l’endroit ou` le supracourant traverse la barrie`re tunnel, le courant
critique est fortement diminue´, augmentant ainsi fortement la longueur d’e´crantage. On appelle
cette grandeur, longueur Josephson, note´e λJ . Nous reproduisons l’approche suivie par Ferrell et
Prange [92] qui permet de relier λJ aux parame`tres du proble`me. Pour cela, il faut inte´grer la
λ λJ
dJ
L
t
B
z
x
Fig. 1.5 – Jonction Josephson soumise a` un champ magne´tique paralle`le. On voit les deux gran-
deurs caracte´ristiques λ et λJ gouvernant la pe´ne´tration du champ dans le supraconducteur massif
et dans la jonction. Nous avons repre´sente´ les contours d’inte´gration utilise´s pour trouver la relation
de Sine-Gordon.
relation ∇φ = 2e~ A le long d’un contour ferme´ englobant la jonction tunnel
γ(x+ dx)− γ(x) = 2e
~
∮
A · dl . (1.67)
Le membre de droite devient
2e
~
∮
A · dl = 2e
~
dΦ = 2pi
dΦ
Φ0
, (1.68)
ou` dΦ est le flux compris dans le contour d’inte´gration. Le membre de gauche vaut
dγ = γ(x+ dx)− γ(x) = 2pidΦ
Φ0
. (1.69)
Cette inte´gration se fait graˆce a` deux hypothe`ses : on suppose d’une part, qu’il est possible de
choisir un chemin tre`s loin de la barrie`re isolante, de sorte que les courants d’e´crantage soient nuls.
D’autre part, le long des chemins perpendiculaires a` la jonction, les supracourants sont suppose´s
paralle`les aux bords de la jonctions.
Puisque le champ magne´tique peut s’e´crire
B =
dΦ
dJdx
,
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alors
dγ
dx
=
2pidJ
Φ0
dΦ
dJdx
=
2pidJ
Φ0
B , (1.70)
et donc
B =
Φ0
2pidJ
dγ
dx
. (1.71)
Selon la quatrie`me e´quation de Maxwell dans le cas statique,
Js =
c
4pi
∇∧B = c
4pi
dB
dx
. (1.72)
En combinant (1.71) avec (1.72) et la premie`re e´quation Josephson, Js = JJ sinφ, nous obtenons
finalement
d2γ
dx2
=
8pi2dJJJ
cΦ0
sin γ . (1.73)
On de´finit alors la longueur Josephson par
λJ =
(
cΦ0
8pi2dJJJ
)1/2
. (1.74)
On ve´rifie que plus le courant critique de la jonction augmente, plus la longueur Josephson diminue.
La diffe´rence de phase entre les deux supraconducteurs de´finissant la jonction obe´it alors a`
d2γ
dx2
=
1
λ2J
sin γ . (1.75)
En pre´sence de champ magne´tique, il faut re´soudre cette e´quation avec pour conditions
∂φ
∂x
=
2ed
~c
B‖ =
2pid
Φ0
B‖ . (1.76)
Si le flux pe´ne´trant la jonction est petit devant le quantum de flux Φ0, il est possible de line´ariser
1.75 pour obtenir des solutions du type Φ(x) = Φ0 exp−x/λJ . On retrouve alors un comportement
similaire a` l’e´tat Meissner : le champ magne´tique ne pe´ne`tre que sur une distance caracte´ristique
sur les bords de la jonction. Cette distance, au lieu d’eˆtre la longueur de pe´ne´tration London, est la
longueur Josephson. Puisque λJ est beaucoup plus grand que la longueur de pe´ne´tration London,
cela illustre le phe´nome`ne de supraconductivite´ ”faible” inclus dans l’effet Josephson.
1.11.3.3 Jonction e´troite
Lorsque la largeur de la jonction est infe´rieure a` λJ , elle est dans la limite ’e´troite’. Dans ce
cas, il est possible de ne´gliger le champ magne´tique cre´e´ par les supracourants d’e´crantage dans
la jonction : le flux pie´ge´ dans la jonction est e´gal au champ magne´tique externe, B‖ = H‖. En
inte´grant l’e´quation 1.76
φ(x) = φ0 +
2piL
Φ0
B‖x . (1.77)
En utilisant la relation Josephson (1.21), le courant Josephson traversant la jonction est module´
avec une pe´riode de Φ0/LB‖. Pour obtenir la totalite´ du courant traversant la jonction, il faut
inte´grer le courant sur la distance L. Cette inte´gration est la transforme´e de Fourier spatiale du
courant Josephson.
Kleiner et al [62, 63] ont observe´ de telles modulations du courant critique suivant l’axe c du
Bi2Sr2CaCu2O8+δ avec le champ magne´tique applique´ perpendiculairement a` l’axe c. La dimension
late´rale des monocristaux utilise´s e´taient de l’ordre de 30λJ (λJ ∼ 1µm dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ)
ce qui rendait l’observation des oscillations de Fraunhoffer difficile. Latyshev et al [93, 94] ont
depuis re´alise´ ces mesures avec des me´sas de largeur 1.4 µm ce qui e´tablit clairement la nature
Josephson du couplage des paires de Cooper entre les plans CuO2.
1.11 Vortex dans les supraconducteurs 25
1.11.3.4 Jonction longue
Dans le cas oppose´ ou` la largeur de la jonction est supe´rieure a` la longueur Josephson λJ , elle
est dans la limite ’longue’. C’est le cas des e´chantillons supraconducteurs que nous avons utilise´s
pour cette e´tude. Dans ce cas, il n’est plus possible de ne´gliger le champ magne´tique cre´e´ par les
supracourants d’e´crantage du champ magne´tique externe. L’e´quation de Sine-Gordon a e´te´ re´solue
par Owen et Scalapino [95]. Le cas le plus simple correspond au soliton qui repre´sente un fluxon
ou vortex Josephson pie´ge´ dans la jonction. La diffe´rence de phase est alors donne´e par
φ(x) = 4 tan−1[exp(−x/λJ )] (1.78)
et la densite´ de courant critique
Jz(y, z = 0) = 2JJ tanh(x/λJ ) cosh−1(x/λJ) . (1.79)
Cette solution est telle que φ passe de 2pi a` 0 lorsque x e´volue de x = −∞ a` x = +∞.
1.11.3.5 Evolution entre un vortex d’Abrikosov et un vortex Josephson
ξ
ξ λξξ <≈
J
J J
J0
00 JJJ J <<λ
ξ
ξ
λ
ξ
0JJ J <
JJ λλξ ≈≈
ξ
Fig. 1.6 – Evolution sche´matique d’un vortex d’Abrikosov vers un vortex Josephson avec l’appa-
rition d’un de´faut planaire re´duisant le courant critique.
Dans le cadre de la the´orie de Ginzburg-Landau, le courant de de´pairage j0, courant maximal
pouvant eˆtre porte´ par un mate´riau supraconducteur, peut eˆtre e´crit comme λ2 = cΦ0/12
√
3pi2ξj0.
Pour passer de λ a` λJ , il suffit de remplacer la distance caracte´ristique ξ par la longueur dJ et le
courant de de´pairage par JJ .
Afin de comprendre les diffe´rences entre un vortex d’Abrikosov et un vortex Josephson, il
est possible de repre´senter l’e´volution d’un vortex entre ces deux limites [96, 13]. Une jonction
Josephson classique dans un supraconducteur de type II est caracte´rise´e par un courant critique
JJ . Dans le cas ou` JJ ≈ J0, c’est-a`-dire la limite ou` il n’y a pas de jonction, si un vortex est cre´e a` cet
endroit, il s’agit alors d’un vortex Abrikosov pour lequel, le parame`tre d’ordre supraconducteur
s’annule et revient a` sa valeur d’e´quilibre ψ∞ sur une distance ∼ ξ, de´finissant ainsi un cœur
normal. Un supracourant s’e´tablit autour du vortex sur une distance d’environ λ. Si une jonction
tunnel existe, un plan apparaˆıt ou` le courant critique JJ est infe´rieur a` J0. La densite´ de courant
suivant la direction perpendiculaire au plan est toujours J0 a` une distance ξ du cœur du vortex.
Cependant, puisque la densite´ de courant a` travers la jonction ne peut plus de´passer JJ , le cœur du
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vortex s’e´tend suivant cette direction sur une distance ξJ supe´rieure a` ξ. En e´crivant la continuite´
des courants suivant les directions paralle`le et perpendiculaire au plan de la jonction, on a
ξJ ∼ J0ξ/JJ .
Tant que JJ > J0ξ/λ ⇐⇒ JJ > J0/κ, ξJ < λ, les vortex sont toujours des vortex Abrikosov,
mais leur cœur est fortement anisotrope avec ξJ À ξ. Toutefois, pour des distances tre`s grandes
devant ξJ , le vortex pre´sente les meˆmes caracte´ristiques que les vortex Abrikosov, en particulier
la de´croissance des supercourants sur une distance λ. Paralle`lement, la comple`te suppression du
parame`tre d’ordre devient impossible, diminuant par rapport a` la valeur initiale comme [13]
δψ ∼
(
JJ
J0
)2
.
Par ailleurs, en meˆme temps que l’amplitude du parame`tre d’ordre est re´tablie dans le cœur
du vortex, ce dernier se transforme en perturbation de la phase. Si le courant critique devient
infe´rieur a` la valeur critique de J0/κ, alors ξJ devient supe´rieur a` la longueur d’e´crantage du champ
magne´tique λ. Dans ce cas, λJ =
√
cΦ0
16pi2λJJ
devient la seule longueur caracte´ristique du syste`me,
de´crivant a` la fois les courants d’e´crantage, la phase et le champ magne´tique. La suppression du
parame`tre d’ordre se limite alors a` δψ ∼ (JJ/J0)/κ.
1.11.4 Vortex Josephson dans les SHTc
1.11.4.1 Vortex Josephson en pre´sence d’un empilement de couches supraconduc-
trices
s
D
y
z
ds
n
n-1
n+1
En-1,n
En,n+1 C2C2
C1
C1
Fig. 1.7 – Sche´ma du contour d’inte´gration utilise´ par Clem et al [97] pour obtenir la structure
d’un vortex Josephson dans les supraconducteurs lamellaires.
La solution de l’e´quation de Sine-Gordon dans le cas d’un empilement de couches supracon-
dutrices dont l’e´paisseur est infe´rieure a` la longueur de pe´ne´tration London est plus complique´e.
Nous allons exposer la technique utilise´e par Clem et al [97]. La figure 1.7 montre le contour
d’inte´gration C qui est utilise´. Un seul vortex Josephson est situe´ dans la couche 0 suivant l’axe
x. Le champ magne´tique n’a qu’une composante suivant cet axe. On peut remarquer qu’il n’est
plus possible de trouver un contour pour lequel les courants d’e´crantage s’annulent comme pour
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une jonction Josephson classique. Il faut alors inte´grer suivant C le potentiel vecteur de´fini par
l’e´quation (1.50)
ai = −4piλ
2
L
c
ji − φ02pi
∂γ
∂xi
, (1.80)
ou` les indices i repre´sentent les trois directions de l’espace. Ici, λL est la longueur de pe´ne´tration
de London de chaque couche supraconductrice d’e´paisseur ds. En inte´grant sur le contour C semi-
infini repre´sente´ dans la figure 1.7, on obtient en supposant que le champ b(y, z) est constant entre
deux couches suivant l’axe z
Φ =
∫
S
b(y′, z′)dy′dz′ = s
∫ +∞
y
dy′b(y′, z) =
∮
C
a · dl . (1.81)
L’inte´gration suivant le contour de la figure 1.7 donne les termes∮
C
a · dl =
∫
C1
ay · dy +
∫
C2
az · dz , (1.82)
avec∫
C1
ay · dy =
∫ ∞
y
[
−4piλ
2
L
c
[jy(y′, zn+1)− jy(y′, zn)]− Φ02pi
(
∂γ(y′, zn + 1)
∂y′
− ∂γ(y
′, zn)
∂y′
)]
· dy′ .
(1.83)
En re´crivant γ(y′, zn + 1)− γ(y′, zn) = ∆γn(y)
∂
∂y
∫
C1
ay · dy = −Φ02pi
∂∆γn(y)
∂y
− 4piλ
2
L
c
[jy(y, zn+1)− jy(y, zn)] . (1.84)
L’inte´gration sur le chemin entre les couches supraconductrices donne∫
C2
az · dz = −4piλ
2
L
c
∫
C2
jz · dz − Φ02pi
∫
C2
∂γ
∂z
dz . (1.85)
La diffe´rentiation par y donne alors
∂
∂y
∫
C2
az · dz = −4piλ
2
Lds
c
∂
∂y
Jz(y, z) . (1.86)
Finalement
b(y, z) = − Φ0
2pis
∂
∂y
∆γn(y)− 4piλ
2
Lds
cs
∂
∂y
Jz(y, z) +
4piλ2L
cs
[jy(y, zn+1)− jy(y, zn)] , (1.87)
qui peut se re´e´crire dans la limite continue pour la densite´ de courant
jy(y, zn+1)− jy(y, zn) ≈ s∂jy(y, zn)
∂z
=
s
ds
∂Jy(y, z)
∂z
. (1.88)
Ici, les grandeurs Jy = (ds/s)jy et λb ≡
√
s/dsλL permettent de faire le lien avec la description
continue tout en gardant la meˆme densite´ superfluide. L’e´quation finale s’exprime alors par
b(y, z) = − Φ0
2pis
∂
∂y
∆γn(y)− 4piλ
2
Lds
cs
∂
∂y
Jz(y, z) +
4piλ2b
c
∂
∂z
Jy(y, z) . (1.89)
Nous pouvons simplifier l’e´quation pre´ce´dente en conside´rant de petites oscillations de la diffe´rence
de phase et en line´arisant le terme Josephson Jz(y, z) ≈ JJ∆γn(y). L’e´quation 1.89 devient alors
−4pi
c
λ2c
∂Jz
∂y
(y, z) +
4pi
c
λ2b
∂Jy
∂z
(y, z) = b(y, z) . (1.90)
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Fig. 1.8 – Sche´ma d’un vortex Josephson dans un supraconducteur lamellaire. La figure de gauche
illustre le champ magne´tique associe´ au vortex. On a juste repre´sente´ les supercourants les plus
e´loigne´s du cœur de vortex. La figure de droite illustre le cœur non line´aire en phase.
Dans cette formule, nous avons pose´
λ2c =
cΦ0
8pi2sJJ
+
(
λbds
s
)2
. (1.91)
En utilisant la loi d’Ampe`re J = (c/4pi)∇ ∧ b, nous obtenons une e´quation de type London
anisotrope
λ2c
∂2b
∂y2
+ λ2b
∂2b
∂z2
= b(y, z) . (1.92)
Cette formule de´crit la phase assez loin du cœur fortement non line´aire en phase du vortex Jo-
sephson et donne deux e´chelles caracte´ristiques de de´croissance du champ magne´tique suivant les
deux directions y et z. Puisque λc À λb, le vortex est fortement e´tire´ suivant les plans. Ceci est a`
comparer au cas isotrope d’un fluxon dans une jonction Josephson conventionnelle qui ne de´pend
que de λJ . La solution b(x, y) de l’expression pre´ce´dente s’e´crit
b(y, z) =
Φ0
2piλbλc
K0(ρ˜) (1.93)
avec ρ˜2 = (y/λc)2+(z/λb)2. Clem et al proposent une solution plus pre´cise en de´crivant le champ
comme
b(y, z) =
Φ0
2piλbλc
K0(R˜) , (1.94)
avec R˜2 = x˜20 + y˜
2 + z˜2, y˜ = y/λc et z˜ = z/λb x˜0 = s/2λb En combinant l’expression (1.93) avec
la loi d’Ampe`re et la premie`re relation de Josephson, on en de´duit que dans la zone centrale du
vortex (en z = 0)
∆γ0(y) = sin−1
[
s/λbK1[(x˜20 + y˜
2)1/2]y˜
(x˜20 + y˜2)1/2
]
. (1.95)
Pour de petites valeurs de y˜, le de´veloppement asymptotique K1(x) ∼ 1/x permet d’e´crire
∆γ0(y) = pi − 2 tan−1(y˜/x˜0) = pi − 2 tan−1(2y/λJ) (1.96)
Pour les autres couches (n 6= 0), la line´arisation de la relation Josephson aboutit a`
∆γn(y) =
s
λb
K1(R˜)
y˜
R˜
. (1.97)
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Les expressions (1.94), (1.95), (1.96) et (1.97) de´crivent le champ magne´tique ainsi que le cœur non
line´aire en phase d’un vortex Josephson. Les expressions (1.95) et (1.96) montrent que le courant
Josephson atteint sa valeur maximale en y˜ = x˜0, c’est-a`-dire y = λJ/2. Suivant l’axe z, le cœur
de phase s’e´tend sur une distance z˜ = x˜0, c’est-a`-dire z = s/2. L’expression (1.97) montre que
le courant de´croˆıt a` grande distance comme e−y/λc . Par conse´quent, il est possible de de´crire le
champ magne´tique associe´ a` un vortex Josephson par le mode`le de London anisotrope assez loin
du cœur non line´aire. De tels vortex ont e´te´ visualise´s a` l’aide de magne´tome´trie SQUID dans des
monocristaux de (Hg,Cu)Ba2CuO4+δ. La boucle du SQUID balaye paralle`lement le coˆte´ ac du
monocristal tandis qu’un faible champ est applique´ perpendiculairement a` cette face. La figure 1.9
permet de ve´rifier la forme caracte´ristique e´tire´e des vortex Josephson. A partir de cette e´tude,
Moler et al [98] extraient une mesure de λc.
λc
Fig. 1.9 – Imagerie a` l’aide d’un SQUID du champ magne´tique cre´e´ par les vortex Josephson dans
(Hg,Cu)Ba2CuO4+δ (d’apre`s [98]). La taille re´elle du vortex Josephson suivant l’axe c du cristal
est infe´rieure a` la re´solution spatiale de la boucle du SQUID.
Nous voyons que, contrairement aux vortex Josephson dans les jonctions conventionnelles,
le cœur de phase et le champ magne´tique ne peuvent eˆtre de´crits par la meˆme longueur ca-
racte´ristique (voir figure 1.6). En effet, dans le cas des supraconducteurs lamellaires, les courants
perpendiculaires a` la jonction de´finissant un vortex Josephson doivent traverser environ λ/s jonc-
tions Josephson. Le cœur du vortex Josephson est fortement e´tire´ suivant les plans et le rapport
entre l’extension du champ magne´tique et la taille du cœur de phase est de
λJ
λc
=
s
λ
.
Lorsque le courant JJ diminue, ce rapport reste constant.
L’expression (1.91) ge´ne´ralise le re´sultat (1.74) obtenu pour des jonctions conventionnelles : la
longueur effective dJ est remplace´e par la distance entre les plans CuO2. Cette longueur de´finit la
pe´ne´tration du champ magne´tique par les bords de la barrie`re isolante des jonctions. Le second
terme de l’expression (1.91) repre´sente la contribution due a` l’e´crantage intrinse`que. Ainsi, dans
la limite d’un couplage Josephson tre`s important, JJ −→ ∞ et λc −→
√
ds/sλL ∼ λL ∼ λb (si
l’e´paisseur de la couche isolante devient nulle, ds −→ s et (λb, λc) −→ λL). La contribution de
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l’effet Josephson au de´faut d’e´crantage du champ est nul. La condition
cΦ0
8pi2cJJ
À λ
2
Lds
s
, (1.98)
implique que
JJ ¿ cΦ0s8pi2λ2
1
ds
=
²0s
ds
, (1.99)
Dans le cas du Bi2Sr2CaCu2O8+δ que nous avons e´tudie´, ceci est toujours ve´rifie´ et donc
λ2c ≈
cΦ0
8pi2sJJ
. (1.100)
C’est cette formule que nous utiliserons par la suite pour relier le courant critique JJ suivant l’axe
c a` la longueur de pe´ne´tration λc.
Pour conclure, le terme de longueur Josephson caracte´rise la largeur du cœur en phase et
non plus la longueur caracte´ristique de pe´ne´tration du champ dans la jonction. Cette diffe´rence
de vocabulaire est due au fait que dans les jonctions conventionnelles, la pe´ne´tration du champ
magne´tique et la phase sont toutes deux caracte´rise´es par la meˆme longueur.
1.11.4.2 Re´seau de vortex Josephson
z
Fig. 1.10 – Re´seau de vortex Josephson suppose´ sans fluctuation thermique. Le sche´ma n’est pas a`
l’e´chelle re´elle puisque le rapport entre cy et cz est de l’ordre de γ (∼ 600 pour Bi2Sr2CaCu2O8+δ).
Puisque les vortex Josephson sont bien de´crits par la the´orie de London anisotrope suffisamment
loin de leur cœur, les parame`tres du re´seau de vortex Josephson sont obtenus [99] comme pour le
cas des vortex dans les compose´s pre´sentant une le´ge`re anisotropie comme YBaCuO. La figure 1.10
montre la structure de ce re´seau : le pas du re´seau suivant les plans CuO2 est cy(B‖) ∼
√
γΦ0
βB‖
et suivant l’axe c, cz(B‖) ∼
√
βΦ0
γB‖
. Il s’agit cependant d’un sce´nario simplifie´. En effet, pour une
valeur quelconque du champ B‖, les cœurs de vortex Josephson ne peuvent pas tous trouver une
place entre les plans CuO2 pour des raisons d’incommensurabilite´ [100].
Il est possible de de´finir une tension de ligne pour un vortex Josephson, ainsi que le champ critique
thermodynamique de premie`re pe´ne´tration associe´. Cependant, il faut prendre en compte l’e´nergie
Josephson du cœur. Koshelev [101] de´duit que
²JV =
Φ20
(4piλ)2γ
[
ln
(
λ
s
)
+ CJV
]
, (1.101)
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ou` CJV ' 1.55. Ce facteur ne peut eˆtre obtenu que par des simulations nume´riques car il requiert
de prendre en compte l’e´nergie Josephson dans l’e´nergie libre de Lawrence et Doniach. En com-
parant cette e´nergie de ligne avec celle obtenue pour un vortex d’Abrikosov (expression (1.55)),
ξ se change en s et le facteur d’anisotropie divise l’e´nergie (les facteurs nume´riques sont diffe´rents).
En revanche, le cœur du vortex Josephson ne comporte pas de zone a` l’e´tat normal et il n’est
pas possible de de´finir un champ critique supe´rieur. La seule grandeur caracte´ristique du champ
magne´tique formant une limite supe´rieure est Hd, le champ a` partir duquel les cœurs fortement
non line´aires en phase des vortex Josephson se superposent
λJ ∼ cy(B‖) . (1.102)
Cette limite correspond aussi au cas ou` le pas du re´seau de vortex Josephson suivant l’axe c devient
e´gal a` cz ∼ s. A partir de ce champ, seul le pas du re´seau suivant les plans e´volue avec le champ
applique´ comme cy ≡ a = Φ0sB‖ .
1.12 Oscillation du plasmon Josephson.
1.12.1 Oscillation plasma dans un gaz d’e´lectrons libres
Dans le cas d’un gaz d’e´lectrons, il a e´te´ montre´ qu’il existe une excitation collective pour
laquelle tous les porteurs oscillent a` la pulsation plasma [102]
ωp =
√
4pine2
²m
. (1.103)
On interpre`te classiquement cet effet en remarquant que si un volume contenant une densite´ de
charges n est de´place´ sur une distance x, un champ e´lectrique est cre´e´ qui, applique´ sur les charges,
agit comme une force de rappel. Cette force est proportionnelle a` la densite´ de charge. Donc, dans
une e´quation de type harmonique, la solution en fre´quence de´pend de ce champ en racine carre´e.
Lors de l’excitation longitudinale collective, la densite´ e´lectronique et le champ e´lectrique oscillent
en phase. Un calcul de type RPA (’Random Phase Approximation’), ne´gligeant les fluctuations de
phases ale´atoires, montre que ce mode de plasmon est dispersif
ωp(k) = ωp(0) +
3
10
v2F
2
k2 . (1.104)
La dispersion de´coule du principe d’exclusion de Pauli, modulant la probabilite´ d’approche entre
deux e´lectrons [103] : ceci introduit une compressibilite´ non nulle pour le gaz d’e´lectrons. La valeur
non nulle de l’e´nergie du plasmon pour k → 0 de´coule du caracte`re longue porte´e des forces d’in-
teraction coulombiennes entre e´lectrons [103]. La re´sonance plasma reste donc bien de´finie tant
que sa branche d’excitation est bien se´pare´e des excitations monoe´lectroniques du continuum.
Typiquement, les ordres de grandeur des re´sonances plasmas dans les bons conducteurs sont de
l’ordre de 3 a` 10 eV.
Dans le cas des compose´s anisotropes tels que les compose´s lamellaires, il est possible d’e´tendre
le re´sultat pre´ce´dent. Si les fonctions de Bloch sont tre`s peu recouvrantes suivant l’axe c, le
transport ne se fait que par effet tunnel. Il est possible de de´finir une masse effective associe´e aux
porteurs suivant cette direction [81]
m⊥ =
1
t⊥d2
, (1.105)
ou` t⊥ est l’amplitude de la probabilite´ de tunneling et d l’e´cart entre les couches. Puisque m⊥ ¿
m‖, la fre´quence plasma suivant l’axe c est beaucoup plus faible que la fre´quence plasma se
de´veloppant au sein des couches. Pokrovsky et al [81] montrent que cette estimation simple ne
prend pas en compte la forme cylindrique de la surface de Fermi et qu’en re´alite´ la fre´quence
plasma est infe´rieure.
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1.12.2 Re´sonance plasma de paires de Cooper
Suite a` la pre´diction de l’effet Josephson, Anderson [104] e´voqua la possibilite´ d’une re´sonance
collective de paires de Cooper dans les jonctions Josephson similaire a` une re´sonance plasma. En
gardant la de´pendance temporelle de l’e´quation de Maxwell, on obtient l’e´quation de Sine-Gordon
dynamique (l’expression 1.73 correspond au cas statique) [12]
∇φ− 1
v2
∂2φ
∂t2
=
1
λ2J
sinφ , (1.106)
ou` λJ est donne´e par l’expression (1.74) et v = c/(4pidC)1/2. v repre´sente la vitesse des ondes
e´lectromagne´tiques le long de la barrie`re tunnel en l’absence de courants supraconducteurs a`
travers la jonction (1/λ2J → 0). Il est possible de trouver des solutions de type γ = γ0 + δγ, ou`
δγ = u exp(i(kx − ωt)) avec u ¿ γ0 (on conside`re alors que la re´sonance plasma provoque une
faible perturbation de la phase γ0). Les solutions sont de la forme
ω(k)2 =
v2 cos(γ0)
λ2J
+ v2k2 . (1.107)
Cette expression indique que lorsque ω < v/λJ , le vecteur d’onde k est imaginaire. Il n’y a donc
pas de propagation. Comme pour le cas du plasmon dans un gaz d’e´lectrons libres, la valeur non
nulle de l’e´nergie du plasmon lorsque k → 0 est due au caracte`re longue porte´e du potentiel cou-
lombien entre les charges qui n’est pas e´crante´. Puisqu’il s’agit d’un mouvement collectif de paires
de Cooper par effet Josephson, cette re´sonance est qualifie´e de Re´sonance Plasma Josephson (RPJ).
On retrouve aussi, dans la limite statique ou` ω → 0, l’effet Meissner caracte´rise´ par k →
i/λJ . Lorsque ω > v/λJ , on obtient des excitations longitudinales collectives, assimilables a` la
re´sonance plasma. Dans le cas de jonctions e´troites, k = 0 et la re´sonance plasma se re´duit a`
ωp = v
√| cos γ0|/λJ . La phase ne varie pas spatialement le long de la jonction et il n’y a donc
pas de champ magne´tique induit. On peut aussi remarquer que la fre´quence plasma de´pend de γ0.
Nous verrons plus tard que la mesure de la re´sonance plasma permet de mesurer ce facteur et d’en
de´duire des informations sur les arrangements de vortex dans les SHTc.
Dahm et al [105, 106] ont observe´ expe´rimentalement de telles re´sonances en 1964 sur des
jonctions Sn/SnO/Sn. A cet effet, ces auteurs ont utilise´ un courant de polarisation afin de faire
varier le facteur γ0 et donc la fre´quence plasma. Paralle`lement, un champ micro-onde de fre´quence
fixe´e est applique´ sur la jonction ce qui permet d’induire les faibles oscillations de la phase δφ.
En balayant le courant de polarisation, il est possible de faire co¨ıncider la fre´quence plasma in-
duite dans la jonction avec la fre´quence du champ microonde (ou bien une de ses harmoniques
supe´rieures). Dans ce cas, une re´sonance dans la mesure de la tension aux bornes de la jonction est
de´tecte´e. Nous verrons dans le chapitre suivant que cette technique est tre`s similaire a` la technique
des cavite´s re´sonantes.
La re´sonance plasma de paires de Cooper dans un e´chantillon supraconducteur massif existe aussi.
La fre´quence de cette re´sonance est tre`s proche de celle du plasmon a` l’e´tat normal.
1.12.3 Re´sonance plasma dans les supraconducteurs a` haute tempe´rature
critique
1.12.3.1 Approche classique
Dans les jonctions conventionnelles, la re´sonance du plasmon Josephson est introduite en
re´solvant l’e´quation de Sine-Gordon dans le cas dynamique. Dans le cas des supraconducteurs
a` haute tempe´rature critique, Tachiki et Machida [107, 108, 109] e´tudient similairement l’e´quation
de Sine-Gordon modifie´e introduite par Clem [110] (dont la version statique est rappele´e para-
graphe 1.11.4.1) pour le cas des cuprates.
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Ce re´sultat est obtenu dans le cadre du mode`le de Lawrence et Doniach [83]. Ils conside`rent
un empilement de plans supraconducteurs d’e´paisseur D se´pare´s d’une distance s (voir figure 1.7).
Nous reproduisons la proce´dure pour obtenir le plasmon longitudinal [108]. Toutes les grandeurs
pre´sentent donc une invariance de translation le long de la barrie`re tunnel.
Le courant total qui circule par effet tunnel entre les plans d’indice n et n+1 est la somme du
courant Josephson et du courant de quasiparticules
Jn+1,n(t) = JJ sinΦn+1,n(t) + σcqpEn+1,n(t) , (1.108)
ou` σcqp la conductivite´ des quasiparticules suivant l’axe c dans l’e´tat supraconducteur, et En+1,n le
champ e´lectrique suivant l’axe c entre ces deux couches. Le courant critique Josephson est suppose´
constant pour toutes les jonctions SIS de l’e´chantillon. La phase Φn+1,n est la diffe´rence de phase
invariante de jauge de part et d’autre de la jonction, introduite pre´ce´demment par l’expression
(1.66), et qui s’exprime avec les notations correspondant a` la ge´ome´trie e´tudie´e
Φn+1,n(t) = φn+1(t)− φn(t)− 2piΦ0
∫ zn+1+s/2
zn+s/2
dz ·Az(z, t) , (1.109)
ou` zl = l(D+ s). En exprimant dans le cas discret que la variation de courant d’un plan a` l’autre
correspond a` la variation de la densite´ de charge au sein de la couche n, ρn, on a
∂tρn(t) =
Jn,n−1(t)− Jn,n+1(t)
s
. (1.110)
En e´crivant la loi de Gauss ∇ · ²E = 4piρ dans le cas discret
²
En+1,n(t)− En,n−1(t)
s
= 4piρn(t) . (1.111)
Les relations (1.109) et (1.111) permettent alors d’e´crire
Jn+1,n(t) +
²
4pi
∂tEn+1,n(t) = Jn,n−1(t) +
²
4pi
∂tEn,n−1(t) . (1.112)
Par conse´quent, le courant total forme´ du courant tunnel des paires de Cooper, des quasiparticules,
et du courant de de´placement est conserve´ entre toutes les couches voisines : il est e´gal au courant
impose´ I(t)
I(t) = JJ sinΦn+1,n(t) + σcqpEn+1,n(t) +
²
4pi
∂tEn+1,n(t) . (1.113)
En utilisant la seconde relation de Josephson (1.21), on observe que
∂tΦn+1,n(t) =
2e
~
Vn+1,n(t) . (1.114)
Cependant, Anderson et Josephson ont remarque´ que cette expression n’est valable qu’en ne´gligeant
le courant de de´placement. Machida et al [108] proposent d’incorporer le courant de de´placement
dans la seconde relation de Josephson en raison des forts champs e´lectriques susceptibles d’exister
dans la barrie`re tunnel. En de´rivant l’expression (1.109)
Φ0
2pic
∂tΦn+1,n(t) =
[
A0(zn+1, t) +
Φ0
2pic
∂tφn+1(t)
]
−
[
A0(zn, t) +
Φ0
2pic
∂tφn(t)
]
+Vn+1,n(t) , (1.115)
ou` A0 repre´sente le potentiel scalaire. Enfin, la relation suivante relie la densite´ de charge au
potentiel scalaire et la phase [111]
ρn(t) = − 14piµ2
[
A0(zn, t) +
Φ0
2pic
∂tφn(t)
]
, (1.116)
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µ e´tant la longueur de Debye, longueur d’e´crantage de la charge.
En substituant dans la relation (1.115) les relations (1.116) et (1.111), Machida et al obtiennent
~
2e
∂tΦn+1,n(t) =
²µ2
sD
[
−Vn,n−1(t) +
(
2 +
sD
²µ2
)
Vn+1,n(t)− Vn+2,n+1(t)
]
. (1.117)
Cette relation repre´sente la relation Josephson modifie´e pour prendre en compte le couplage ca-
pacitif entre les plans. L’e´volution de la diffe´rence de phase entre les couches n et n + 1 de´pend
aussi des potentiels entre les couches n − 1, n et n + 2, n. Le facteur ²µ2/sD repre´sente la force
du couplage. Dans d’autres approches [112], ce couplage s’exprime directement en fonction de la
capacite´ de la jonction. Dans la limite ou` ²µ2 ¿ sD, le couplage capacitif peut eˆtre ne´glige´ et nous
retrouvons la seconde relation de Josephson.
En de´rivant l’expression (1.117) et en utilisant (1.19)
²
c2
∂2tΦn+1,n(t) =
1
λ2c
[
α∆(2) sinΦn+1,n(t)− sinΦn+1,n(t)− β
ωp
∂tΦn+1,n(t) +
I(t)
JJ
]
. (1.118)
Nous retrouvons la longueur de pe´ne´tration suivant l’axe c de´rive´e par Clem (expression (1.100))
λc =
√
cΦ0/8pi2DJJ . Nous avons aussi pose´ α = ²µ
2
sD , β =
4piσcqpλc√
²c
et ∆(2)fn+1,n ≡ fn+2,n+1 −
2fn+1,n + fn,n−1. β est relie´ au parame`tre de McCumber : 1/β2 = βc = 2piIc/c(σcqp)
2. Kleiner et
al [62] ont trouve´ que dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ, βc À 1. Ceci montre que le facteur dissipatif dans
l’expression du plasmon Josephson peut eˆtre ne´glige´. En l’absence de courant applique´ (I(t) = 0)
et en l’absence de dissipation σcqp = 0, la relation du plasmon longitudinal est
ωL(kz) =
c√
²λc
√
1 + 2α[1− cos kz(s+D)] . (1.119)
Pour des valeurs de kz proches de 0, typiquement celles des ondes microondes
ωL(kz) w ωp
√
1 + ²µ2[(s+D)2/sD]k2z . (1.120)
Un raisonnement similaire est de´veloppe´ par Machida et al pour l’e´tude du plasmon transverse en
rajoutant la de´pendance spatiale des e´quations Sine-Gordon le long des couches supraconductrices.
Le raisonnement tre`s de´taille´ peut eˆtre trouve´ dans [107]. La dispersion du plasmon transverse est
alors
ωT (k‖) w ωp
√
1 + λ2ck2‖ . (1.121)
La dispersion du mode transverse est donc plus forte que celle du mode longitudinal (µ
√
²¿ λc).
Le terme de couplage entre diffe´rentes couches explique que dans les SHTc, la RPJ se de´veloppe
de manie`re cohe´rente dans tout le mate´riau. L’amortissement de cette re´sonance par transfert
d’e´nergie aux niveaux de quasiparticules montre que la re´sonance peut eˆtre de´tecte´e par une
dissipation d’e´nergie dans l’e´chantillon.
1.12.3.2 Expression usuelle
En conclusion, si l’effet des quasiparticules et la dispersion peuvent eˆtre ne´glige´s, la fre´quence
de la re´sonance plasma Josephson est simplement obtenue en extrapolant le re´sultat obtenu pour
un gaz d’e´lectrons libres classique dans le cadre du mode`le de London : la relation (1.103) devient
donc
ωp =
√
4pinse2
mc²c
, (1.122)
ou` mc est la masse effective des porteurs et ²c la constante die´lectrique du compose´ suivant l’axe
c, toutes deux suivant l’axe c. En combinant cette expression avec la relation 1.6 (on remplace λL
par λab), on obtient en utilisant mab/mcλ2ab = 1/γ
2λ2ab = 1/λ
2
c
ωp =
√
mabc2
mc²cλ2ab
=
c√
²cλc
. (1.123)
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En utilisant la relation (1.100), la fre´quence plasma s’exprime aussi comme
ω2p =
8pi2csJJ
²cΦ0
. (1.124)
Par conse´quent, la mesure de la fre´quence plasma permet de remonter a` la longueur de pe´ne´tration
λc ainsi qu’au courant critique JJ . Il faut toutefois remarquer pour toutes ces formules, seul le
caracte`re Josephson du transport suivant l’axe c est explicite´.
1.12.4 Effet des pancakes sur la RPJ
1.12.4.1 Expression ge´ne´rale
La premie`re observation marquante re´alise´ par Matsuda et al [113] et Tsui et al [114] sur la RPJ
concernait son caracte`re anticyclotronique en fonction du champ magne´tique applique´ suivant l’axe
cristallographique c. Suite a` la proposition que les empilements de´sordonne´es re´duisent le courant
critique Josephson (voir paragraphe 1.11.2.3), ces observations ont e´te´ interpre´te´es par Bulaevskii
et al et Koshelev et al qui ont propose´ d’e´tendre l’expression (1.124) en pre´sence d’un champ
magne´tique suivant l’axe c en utilisant l’expression de la densite´ de courant critique effective
ωp(B⊥)2 =
8pi2csJJ
²cΦ0
〈cos(φn,n+1)〉 = ω2p〈cos(φn,n+1)〉 , (1.125)
ou`, comme au paragraphe 1.11.2.3, 〈. . .〉 est une moyenne ergodique sur toutes les configurations
de pancakes dans l’e´chantillon. C’est cette relation qui explique l’inte´reˆt de la RPJ pour l’e´tude du
diagramme de phase des vortex dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ. En effet, comme nous le verrons dans
le chapitre 4, il est possible de de´terminer expe´rimentalement cos(φn,n+1)〉 a` partir de la mesure de
la RPJ et d’essayer d’en de´duire la configuration des vortex au sein de l’e´chantillon. Par ailleurs,
cette technique est a` priori sensible a` tout phe´nome`ne physique qui modifie localement le facteur
de cohe´rence de phase comme l’existence de stripes [115] ou bien les fluctuations de phase.
Diffe´rentes approches ont e´te´ propose´es pour relier le facteur moyenne´ 〈cos(φn,n+1)〉 a` la distribu-
tion spatiale des pancakes au sein d’un e´chantillon. En supposant que seuls les vortex imposent la
perturbation de la phase supraconductrice (c’est-a`-dire en ne´gligeant l’effet direct des fluctuations
thermiques sur la phase), il s’agit de relier la fonction de corre´lation de la phase supraconductrice
a` la fonction de corre´lation des vortex.
1.12.4.2 Phase solide
Dans la phase solide de vortex, on de´finit rw, la longueur d’excursion relative moyenne
rw = 〈r2n,n+1〉1/2 , (1.126)
ou` rn,n+1 = un+1 − un est l’e´cart relatif entre deux pancakes de couches voisines appartenant au
meˆme vortex, et 〈. . .〉 e´tant la moyenne thermique et spatiale (voir 1.4). Koshelev et Bulaevskii
ont obtenu
1− ω
2
p(B⊥)
ω2p
= 1− 〈cosφn,n+1〉 ≈ r
2
w
a20
ln
λJ
rw
. (1.127)
Cette relation reliant rw a` 〈cosφn,n+1〉 ne de´pend pas du mode`le physique qui caracte´rise les
fluctuations des positions des pancakes. En revanche, elle n’est valable que dans le re´gime du vortex
isole´ de´fini par B⊥ < inf{Bλ, BJ}, avec Bλ = Φ0/(4piλ2ab) et BJ = Φ0/λ2J . La condition B⊥ < Bλ
correspond a` a0 & λab, cas ou` les supercourants de´finissant deux pancakes voisins ne se superposent
pas. B⊥ < BJ , correspond a` a0 > λJ et consiste a` ne´gliger le couplage Josephson par rapport
au couplage magne´tique [116]. L’expression 1.127 permet donc d’extraire expe´rimentalement le
parame`tre rw a` partir des mesures de la RPJ. Le parame`tre rw est e´value´ par diffe´rents auteurs
a` partir des parame`tres d’e´lasticite´ du re´seau de vortex. Diffe´rentes approches ont e´te´ mene´es
suivant la prise en compte ou non du terme de couplage Josephson. Colson et al [117] ont utilise´
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cette expression pour montrer qu’au voisinage de la transition de phase de premier ordre entre le
solide et le liquide de vortex, la variation des excursions moyennes de pancakes est de´termine´e par
la disparition du terme de couplage Josephson dans le coefficient d’inclinaison c44(k) du re´seau de
vortex.
1.12.4.3 Phase liquide
Dans le liquide de vortex, les pancakes ont un mouvement diffusif et rw diverge. L’observa-
tion qu’il existe toujours une re´sonance plasma dans cette phase a tout d’abord paru surprenante
puisque les fluctuations de pancakes devraient de´truire la cohe´rence de phase suivant l’axe c.
Koshelev [118] a propose´ que la RPJ persiste meˆme si la cohe´rence globale est perdue, pourvu
que la fre´quence de re´sonance soit plus grande que la fre´quence caracte´ristique des mouvements
de pancakes. Pour cela, Koshelev e´value la constante de diffusion D(T ) du mouvement des pan-
cakes. Dans la limite des faibles densite´s de vortex ou` il est possible de ne´gliger les effets collectifs
d’interaction, Koshelev relie D a` la re´sistivite´ mesure´e suivant les plans CuO2. Cette constante
permet alors de de´finir une fre´quence caracte´ristique ωps qui est relie´e au temps que met un empi-
lement de pancakes pour perdre sa structure. Si on conside`re que les pancakes sont comple`tement
de´couple´s d’une couche a` l’autre, cette fre´quence ωps repre´sente aussi la vitesse avec laquelle
la fonction de corre´lation pancake-pancake de couches adjacentes de´croˆıt avec le temps. Dans le
Bi2Sr2CaCu2O8+δ, Koshelev trouve que ωps ≈ 10−20 MHz pour la gamme de tempe´rature 50−70
K. Par conse´quent, ωps est toujours 2 ordres de grandeur infe´rieure aux fre´quences typiques de la
RPJ. En cela, la re´sonance du plasmon Josephson permet de sonder les corre´lations entre pancakes
meˆme dans la phase liquide de vortex en de´terminant la fonction de corre´lation de paire pancake-
pancake h(r) au sein d’une couche CuO2. Cette technique est similaire a` la diffusion des rayons
X pour laquelle la fre´quence des RX est beaucoup plus grande que la vibration des atomes meˆme
lorsque ceux-ci sont a` l’e´tat liquide4. Autrement dit, pendant une pe´riode 2pi/ωp, les pancakes ne
bougent que d’une quantite´ ne´gligeable. Pendant le temps de la mesure, c’est donc la moyenne
temporelle de l’effet tunnel des paires de Cooper instantane´ qui est mesure´e. En conside´rant le
syste`me ergodique, cette moyenne est aussi la moyenne sur toutes les configurations du syste`me.
La re´sonance plasma Josephson ”voit” donc une configuration instantane´e de pancakes.
Les fluctuations de phase induites par les vortex dans la phase liquide sont traite´es dans
l’approximation gaussienne
〈cosφn,n+1〉 ≈ exp
[
−〈(φn,n+1)
2〉
2
]
.
En reprenant l’expression (1.127) et en supposant qu’elle reste valide proche de la transition de
fusion ou` rw ∼ a0
〈(φn,n+1)2〉 ≈ ln
(
λJ
a0
)
. (1.128)
Cette expression montre que la fre´quence plasma diminue avec le champ applique´. En revanche,
la de´pendance pre´cise en fonction du champ ne peut eˆtre obtenue ainsi. La difficulte´ consiste a`
prendre en compte le terme de phase non line´aire. Brandt et Sonin [119] ont re´alise´ des simulations
nume´riques sur un syste`me de pancakes comple`tement de´couple´ et trouvent que 〈cosφn,n+1〉 ∝
1/B1/2⊥ .
Koshelev a propose´ une approche analytique. La` encore, le point de de´part consiste a` partir du cas
ou` les pancakes de couches diffe´rentes sont comple`tement de´couple´s, puis de rajouter le couplage
Josephson entre les couches de manie`re perturbative. Ceci est possible dans la phase liquide de
vortex, dans laquelle les e´nergies thermiques sont plus importantes que toute autre e´nergie de
couplage. 〈cosφn,n+1〉 est relie´ a` la fonction de corre´lation de paires h(r) par
〈cosφn,n+1〉 = −pin2v
∫
dr1r1h(r1)J(r, r1) ,
4En dehors du cas particulier des tre`s hautes tempe´ratures.
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ou` J(r, r1) est une fonction universelle. Dans le cas simplifie´ ou` l’ancrage des vortex dans les
couches est absent, qu’il n’y a pas d’excitations thermiques de la phase, et ou` le couplage entre les
couches adjacentes est absent, la fonction de distribution de paire est celle d’un gaz de coulomb
bidimensionnel et obe´it a` la loi d’e´chelle
h2D(r,B⊥, T, E0) = h2D(r/a0, T/J) , (1.129)
J e´tant le terme de rigidite´ du mode`le de Lawrence et Doniach (expression (1.48)). A partir de
ces expressions, Koshelev propose
〈cosφn,n+1〉 = J
kBT
(
BJ
B⊥
)µ
(1.130)
L’exposant µ vaut 1 en l’absence de couplage des pancakes entre couches voisines. En revanche,
si le couplage est rajoute´, ce facteur diminue. Expe´rimentalement, ce facteur oscille entre 0.6 et
0.8 [120]. En pratique, afin d’utiliser cette relation, il faut connaˆıtre la de´pendance comple`te de la
RPJ en fonction des parame`tres de champ et de tempe´rature.
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Chapitre 2
Partie expe´rimentale
2.1 Technique de perturbation de cavite´ e´lectromagne´tique
re´sonante
2.1.1 Ge´ne´ralite´s
La technique de perturbation de cavite´ re´sonante est une technique tre`s sensible permettant
de mesurer la constante die´lectrique ainsi que la perme´abilite´ magne´tique de petits e´chantillons.
Cette technique consiste a` mesurer les variations des caracte´ristiques de la cavite´ e´lectromagne´tique
lorsque l’e´chantillon a` mesurer y est introduit.
2.1.2 Parame`tres physiques accessibles.
Une cavite´ re´sonante pre´sente des modes propres. Au voisinage de l’un de ces modes, le spectre
d’absorption de puissance peut eˆtre de´crit par une lorentzienne
P (ω) =
1
4(ω − ω0)2 + (2piΓ)2 , (2.1)
ou` f0 = ω0/2pi est la fre´quence de re´sonance et Γ la largeur a` mi-hauteur de la raie. Ces deux
grandeurs caracte´risent la re´sonance et leur rapport de´finit le facteur de qualite´
Q =
f0
Γ
= ω0
E
W
. (2.2)
E repre´sente l’e´nergie moyenne stocke´e dans la cavite´ et W les pertes d’e´nergie pendant une
pe´riode.
Il est possible de de´finir une pulsation complexe
Ω = ω0 − i ω02Q , (2.3)
permettant de caracte´riser le re´sonateur. Les champs e´lectromagne´tiques dans la cavite´ e´voluent
comme e−iΩt = eω0t/2Qe−iω0t. Le facteur de qualite´ Q repre´sente la de´croissance temporelle des
champs e´lectromagne´tiques : plus ce facteur est important, plus la de´croissance de l’e´nergie stocke´e
dans la cavite´ a` la re´sonance est lente.
2.1.3 Grandeurs mesure´es.
Lorsque l’e´chantillon inse´re´ dans la cavite´ est de petite taille par rapport a` la longueur d’onde
caracte´risant le mode propre, il est possible de relier les variations expe´rimentales de Ω a` la
constante die´lectrique d’un conducteur. Celle-ci peut eˆtre relie´e a` la conductivite´ σ
²(ω) = ²1(ω)− i²2(ω) = σ(ω)− σDC
iω
=
σ1(ω) + iσ2(ω)− σDC
iω
. (2.4)
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Le tenseur de conductivite´ relie le courant au champ e´lectrique exte´rieur
j(q, ω) = σ(q, ω)E(q, ω) , (2.5)
et dans l’espace re´el
j(r, t) =
∫ t
−∞
∫
σ(r − r′, t− t′)E(r′, t′)dr′dt′ . (2.6)
Pour le cas ou` le libre parcours moyen des e´lectrons est tre`s petit devant l’e´paisseur de peau
l ¿ √2/µ0σ1ω, la variation de conductivite´ autour du point r est tre`s faible et peut eˆtre retire´e
de l’inte´grale :
j(r, t) =
∫ t
−∞
σ(r, t− t′)E(r, t′)dt′ . (2.7)
Cette expression est donc obtenue dans la limite locale. Dans l’e´tat supraconducteur, la condition
e´quivalente est que ξ ¿ λ.
2.1.3.1 Re´gime d’e´paisseur de peau.
Pour les bons conducteurs, l’e´paisseur de peau est tre`s faible devant toutes les dimensions de
l’e´chantillon. Dans ce cas, on mesure l’impe´dance de surface de´finie comme :
Zs = Rs + iXs = E‖/H‖ = E‖
/∫ 0
−∞
J(z)dz . (2.8)
Litte´ralement, la mesure de´pend du rapport entre la composante paralle`le du champ e´lectrique et
du champ magne´tique a` la surface de l’e´chantillon. Cette expression est donc valide a` la fois dans
l’e´tat supraconducteur et dans l’e´tat normal en pre´sence de champ magne´tique et/ou e´lectrique.
Dans la limite locale, cette expression s’exprime directement comme
Zs =
[
iµ0ω
σ1 + iσ2
]1/2
. (2.9)
Ce re´gime est qualifie´ de re´gime d’e´paisseur de peau (’skin depth regime’).
Il est donc possible, connaissant les deux composantes de Zs, d’extraire la conductivite´,
σ1 =
2µ0ωRsXs
(R2s +X2s )2
. (2.10)
On peut utiliser cette expression dans l’e´tat supraconducteur, ou` cette fois-ci, l’e´paisseur de peau
est remplace´e par la longueur de pe´ne´tration London et la conductivite´, par celle du condensat
suprafluide et celle des quasiparticules. Cette expression est donc valide pour les supraconducteurs
a` haute tempe´rature critique suivant les plans CuO2. Cependant, on voit que la variation du signal
a` mesurer est tre`s faible car il provient d’une couche d’e´paisseur λ a` la surface du monocristal.
Les e´tudes pour extraire la conductivite´ suivant les plans CuO2 ont e´te´ re´alise´es en appliquant
un champ magne´tique hyperfre´quence suivant les plans CuO2 et en ne´gligeant la contribution des
courants intracouches (voir figure 2.1).
L’impe´dance de surface est relie´e a` la variation de la pulsation complexe mesure´e par[
∆Ω
ω0
]
=
∆f
f0
− i∆
(
1
2Q
)
= C − iGZs , (2.11)
ou` C repre´sente le de´calage en fre´quence qui aurait lieu entre la cavite´ vide et un conducteur
parfait de meˆme volume que l’e´chantillon mesure´ (’metallic shift’) et G un facteur ge´ome´trique
qui de´pend de la forme de l’e´chantillon et du mode propre utilise´. Ces facteurs sont pratiquement
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impossibles a` calculer analytiquement pour les e´chantillons paralle´le´pipe´diques fortement aniso-
tropes caracte´ristiques des supraconducteurs a` haute tempe´rature critique. Diffe´rentes techniques
sont utilise´es pour tenter de mesurer ces constantes. Ainsi, pour un e´chantillon pre´sentant une
conductivite´ de type Drude, a` basse fre´quence (ωτ ¿ 1), la relation de Hagen-Rubens donne
σ2 ¿ σ1 ' σDC . En substituant cette expression dans la relation 2.9, nous obtenons
Rs = Xs =
√
µ0ω0
2σDC
. (2.12)
Le facteur C est alors obtenu en e´galisant ∆(1/2Q) et C − ∆f/f0. G peut aussi eˆtre obtenu en
comparant ∆(1/2Q) avec la re´sistance de surface Rs obtenue par l’expression (2.12) avec la valeur
de σDC . Une seconde me´thode consiste a` mesurer directement un e´chantillon de meˆme taille avec
une conductivite´ beaucoup plus importante que celle de l’e´chantillon d’inte´reˆt. L’e´quipe de Bonn et
Hardy utilise des e´chantillons d’alliages de plomb et d’e´tain a` cet effet. Une dernie`re complication
vient de ce que le de´calage en fre´quence varie si le monocristal subit une contraction thermique a`
basse tempe´rature.
2.1.3.2 Re´gime de de´polarisation
Pour le cas ou` l’e´paisseur de peau ou la longueur de pe´ne´tration est beaucoup plus grande que
les dimensions caracte´ristiques de l’e´chantillon, les champs excitateurs pe´ne`trent comple`tement
dans l’e´chantillon. Cette limite est qualifie´e de re´gime de de´polarisation (’depolarization regime’).
Le champ e´lectrique est alors suppose´ comme homoge`ne dans l’e´chantillon et la conductivite´
peut en principe eˆtre directement mesure´e. La formule de Buranov-Shchegolev [121] relie alors la
variation de la fre´quence complexe de la cavite´ avec la constante die´lectrique[
∆Ω
ω0
]
= − γ
N
²− 1
²1 + 1N
. (2.13)
N est le facteur de de´polarisation qui ne peut pas eˆtre calcule´ analytiquement pour un e´chantillon
de forme paralle´le´pipe´dique. γ un facteur ge´ome´trique qui de´pend du mode de la cavite´ et du
rapport entre le volume occupe´ par les champs hyperfre´quences et le volume de l’e´chantillon. Ces
facteurs sont semblables aux facteurs C et G du re´gime d’impe´dance de surface. Par conse´quent,
on obtient
1
2
(
1
Qs
− 1
Q0
)
= γ
²2
[1 +N(²1 − 1)]2 + (N²2)2 , (2.14)
et pour le de´calage en fre´quence
fs − f0
f0
= −γ (²1 − 1)[1 +N(²1 − 1)] +N²
2
2
[1 +N(²1 − 1)]2 + (N²2)2 . (2.15)
Ce re´gime peut eˆtre applique´ si λc est supe´rieur aux dimensions late´rales de l’e´chantillon. Dans ce
cas, la conductivite´ s’exprime comme :
σ1 =
ω²2
4pi
(2.16)
et :
²1 = ²∞ − 4piσ2
ω
(2.17)
Ces formules montrent alors que ∆(1/2Q) passe par un maximum lorsque ²1 ∼ ²2 ou bien ²1 ∼ 0.
Le cas ²1 ∼ ²2 est qualifie´ de ’pic de de´polarisation’. Il est observe´ pour des transitions entre
des e´tats conducteurs et isolants dans les sels du type (BEDT-TTF)2I3 ou TTF-TCNQ [122].
Le cas ou` ²1 s’annule correspond a` une re´sonance plasma. La figure 2.2 montre la variation de
∆(1/2Q) et ∆f/f . Elle montre que la fre´quence exhibe elle-aussi une anomalie. Plus la constante ²2
augmente, moins la re´sonance est prononce´e. Ceci est cohe´rent avec le fait que plus la conductivite´
des quasiparticules suivant l’axe c est importante, plus la re´sonance plasma est amortie.
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Hac
λcλab
(δab,λab)<<Lc
(a)
Eac (δc,λc)>Lab
(b)
Eac (δc,λc)<Lab
(c)
Fig. 2.1 – Diffe´rents cas de figures suivant la configuration du champ excitateur. Lc et Lab
repre´sentent respectivement l’e´paisseur et la dimensions late´rale de l’e´chantillon. Les fle`ches
repre´sentent les supracourants induits dans l’e´chantillon. a) Configuration utilise´e usuellement
pour extraire la longueur de pe´ne´tration λab ainsi que la conductivite´ dans les plans. Lorsque
le champ e´lectrique est applique´ suivant l’axe c, selon la valeur du courant critique Josephson,
l’e´chantillon est dans le re´gime de de´polarisation total (b) ou partiel (c).
2.2 Caracte´risation des cavite´s hyperfre´quences
Les mesures ont e´te´ re´alise´es a` l’aide de deux cavite´s hyperfre´quences de syme´trie cylindrique.
Ces deux cavite´s sont re´alise´es en cuivre ultra pur (Oxygen Free High Conductivity) afin de
maximiser la conductivite´ e´lectrique et d’obtenir un facteur de qualite´ important. Chaque cavite´
est constitue´e de trois pie`ces : deux disques formant les deux extre´mite´s de la cavite´ et un cylindre
creux pour les parois late´rales. Ces trois pie`ces sont visse´es afin de de´limiter le volume ade´quat
pour l’instauration des modes propres. Pour la cavite´ A, R = 6 mm et h = 24 mm, et pour la
cavite´ B, R = 2.95 mm et h = 21.2 mm, R e´tant le rayon du cylindre et h sa hauteur. Les parois
de la cavite´ ne´cessitent un usinage de grande pre´cision, de l’ordre de λ/1000. Des ouvertures de
diame`tre 2 mm sont re´alise´es dans la pie`ce principale afin de permettre le couplage de la cavite´ avec
le dispositif de mesure. Les deux disques sont perce´s afin d’accueillir des sondes de tempe´ratures.
2.2 Caracte´risation des cavite´s hyperfre´quences 43
0,01
0,1
1
ε
2
c
ε
2
c/10
ε
2
c/100
-0,5
0
0,5
-30 -20 -10 0 10 20 30
ε
1
c
Fig. 2.2 – De´pendance de ∆(1/2Q) et ∆(f)/f e´value´e a` l’aide des expressions (2.14) et (2.15).
Dans les conditions normales d’ope´ration, le disque supe´rieur, c’est-a`-dire le couvercle de la cavite´
est de´monte´ afin d’introduire les monocristaux a` mesurer dans la cavite´. L’inte´rieur de la cavite´ a
e´te´ recouvert d’une couche d’or par galvanisation pour diminuer la rugosite´ des surfaces et d’e´viter
l’oxydation. L’e´paisseur typique de la couche d’or est de 1 a` 2 µm, supe´rieure a` l’e´paisseur de peau
pour les fre´quences que nous avons utilise´es. Meˆme si la conductivite´ e´lectrique du cuivre est
supe´rieure a` celle de l’or, le facteur de qualite´ des modes propres a augmente´ apre`s le de´poˆt d’or.
Cette augmentation est vraisemblablement due a` l’ame´lioration de la rugosite´ des parois de la
cavite´.
2.2.1 Modes propres utilise´s
Pour une cavite´ cylindrique de rayon R et de hauteur h, la forme des champs des modes
transverses magne´tiques TMmnp s’exprime en coordonne´es cylindriques [123]
Ez = B0
k2c
k2
cos(kgz)Jm(kcr) cos(mφ) Hz = 0
Er = −B0 kckg
k2
sin(kgz)J ′m(kcr) cos(mφ) Hr = −jB0
m
ηk
cos(kgz)
1
r
Jm(kcr) sin(mφ)
Eφ = B0m
kg
k2
sin(kgz)
1
r
Jm(kcr) sin(mφ) Hφ = −jB0 kc
ηk
cos(kgz)J ′m(kcr) cos(mφ)
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avec k2 = k2c + k
2
g , k = 2pi/λ, kg = pip/h, kc = ξmn/R. Lorsque n = 1, ξm1 est la premie`re racine
de Jm(x). η =
√
µ0µ/²0² repre´sente l’impe´dance de l’onde dans le milieu (², µ). On ve´rifie que le
champ magne´tique est en opposition de phase avec le champ e´lectrique : dans une cavite´ re´sonante,
la variation du champ e´lectrique cre´e le champ magne´tique et vice versa.
Pour les modes TM01p que nous avons utilise´s, les e´quations deviennent :
Ez = B0
k2c
k2
cos(kgz)J0(kcr) Hz = 0
Er = −B0 kckg
k2
sin(kgz)J ′0(kcr) Hr = 0
Eφ = 0 Hφ = −jB0 kc
ηk
cos(kgz)J ′0(kcr)
Ainsi, l’e´tendue radiale du champ e´lectrique Ez(r) est donne´e par la fonction J0(kcr). Cette
de´croissance se fait avec la longueur caracte´ristique k−1c = R/ξ01 ≈ 1.25 mm pour la cavite´
A. Ceci donne donc environ la taille late´rale des monocristaux qu’il est possible d’utiliser. Nous
verrons que l’utilisation de cristaux plus larges conduit a` leur exposition au champ magne´tique
hyperfre´quence. La fonction cos
(
pip
h z
)
donne la re´partition du champ e´lectrique suivant l’axe z.
Lorsque l’indice p du mode TM01p augmente, le champ e´lectrique forme des harmoniques : l’indice
p donne le nombre de demi-pe´riodes suivant z. La figure 2.3 sche´matise le champ vectoriel ~E pour
ces diffe´rents modes. Pour tous les modes TM01p, il existe donc toujours un ventre du champ
e´lectrique sur les deux extre´mite´s de la cavite´ et sa re´partition radiale ne change pas avec le mode.
En pratique, un mode d’ordre 5 correspond a` une demi-pe´riode de h/5 ≈ 5 mm. Cette longueur
est supe´rieure a` toutes les e´paisseurs des monocristaux mesure´s. En plac¸ant l’e´chantillon au centre
du couvercle de la cavite´, un champ e´lectrique d’amplitude constante au premier ordre est alors
applique´ sur tout le monocristal suivant l’axe c et ceci pour tous les modes TM01p, p = 0..5.
Les lignes de champ magne´tique re´sident sur les bords de la cavite´. En plac¸ant l’e´chantillon sur
les bords, le champ magne´tique hyperfre´quence est paralle`le aux plans CuO2 de l’e´chantillon ; il
est en principe possible de mesurer une impe´dance de surface.
La fre´quence des modes propres TMmnp d’une cavite´ cylindrique est donne´e par
fTMmnp =
vph
2
[(
ξmn
piR
)2
+
( p
h
)2]1/2
. (2.18)
Les fre´quences des modes TM01p sont donne´es pour vph = c dans le tableau suivant
modes propres Cavite´ A Cavite´ B
m,n,p f (GHz) f (GHz)
010 19.146 38.942
011 20.141 39.580
012 22.866 41.433
013 26.798 44.351
014 31.489 48.140
015 36.649 52.612
L’analyseur de re´seaux disponible fonctionnant jusqu’a` 40 GHz, nous avons utilise´ les modes
TM01n, n = 0..4 de la cavite´ A et les modes TM01n, n = 0..1 de la cavite´ B. Le mode TM015
est d’intensite´ trop faible pour eˆtre mesure´. Nous avons e´galement mesure´ le mode TE112 de la
cavite´ A afin de voir l’effet de la ge´ome´trie du champ excitateur sur la mesure. La fre´quence de
ce mode est donne´e par fTEmnp =
vph
2
[(
ξ′mn
piR
)2
+
( p
h
)2]1/2
. Pour (mnp) = (112), ξ′ = 1.8412 et
fTE112 = 19.2461 GHz.
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Fig. 2.3 – Champ e´lectrique associe´ aux modes transvers magne´tiques TM01p. L’antenne de cou-
plage est inse´re´e a` mi-hauteur de la cavite´, dans un nœud du champ e´lectrique et un ventre du
champ magne´tique.
2.2.2 Couplage
Le couplage de la cavite´ avec le circuit de mesure est re´alise´ en ge´ne´rant, dans une re´gion de la
cavite´, le meˆme champ e´lectromagne´tique associe´ au mode propre qui doit eˆtre excite´. En pratique,
il est possible d’utiliser un dipoˆle pour cre´er un champ e´lectrique qui co¨ıncide spatialement avec
une partie du champ e´lectrique du mode propre. Une autre technique consiste a` utiliser une boucle
dont le plan est perpendiculaire au champ magne´tique caracte´ristique du mode propre voulu. Pour
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ne pas perturber le champ e´lectrique qui, lui est applique´ sur l’e´chantillon, nous couplons la cavite´
de manie`re inductive en inse´rant une boucle a` demi-hauteur de la cavite´ a` travers une ouverture
re´alise´e a` cet effet. L’antenne est re´alise´e a` partir d’un morceau de caˆble semi-rigide UT-085-
SS (Micro-Coax R©). D’un coˆte´ du caˆble, le conducteur externe et le die´lectrique sont retire´s sur
environ 2 mm. Le conducteur interne est alors referme´ sur le conducteur externe en formant ainsi
une boucle. Le contact est assure´ par une soudure. La longueur de la boucle doit eˆtre proche de
λ/4. Afin d’exciter les modes TM01p, il est impe´ratif que le plan de la boucle est paralle`le avec
l’axe de la cavite´. Afin d’e´viter que le couplage change de manie`re non reproductible au cours de
la mesure, l’antenne est fixe´e solidement a` un support qui lui-meˆme est visse´ sur la cavite´.
2.3 Circuit de mesure et champ magne´tique
La cavite´ re´sonante est monte´e sur le doigt froid d’un cryoge´ne´rateur, l’ensemble re´sidant dans
une enceinte cylindrique pompe´e a` vide avec un rayon de 20 cm de largeur. Le champ magne´tique
est applique´ a` l’aide de deux bobines. La bobine principale, initialement utilise´e comme lentille
magne´tique, permet d’appliquer un champ de 1200 Oe suivant l’axe du doigt froid, tout en e´tant
a` l’exte´rieur de l’enceinte. Il existe une faible composante parasite note´e Hb⊥ sur le sche´ma de la
figure 2.4. La direction de cette composante au niveau du doigt froid de´pend de l’excentricite´ de
la bobine par rapport au doigt froid. Afin de compenser ce champ, des bobines auxiliaires sont
directement bobine´es sur l’enceinte exte´rieure et permettent d’appliquer un champ magne´tique
d’amplitude 100 Oe, perpendiculairement a` l’axe du doigt froid. Leur forme en selle (’saddle coil’)
permet d’obtenir un champ magne´tique homoge`ne au niveau du doigt froid. Comme nous venons
de le voir, la position des e´chantillons est telle que l’axe cristallographique c est paralle`le a` l’axe de
la cavite´. Suivant que l’on de´sire appliquer un champ magne´tique important perpendiculairement
ou paralle`lement aux plans CuO2, la cavite´ est visse´e directement sur le doigt froid ou bien fixe´e
sur une pie`ce interme´diaire (voir figure 2.4). Deux sondes a` effet Hall sont monte´es sur une plaque
en alumine, colle´e sur le coˆte´ exte´rieur du couvercle de la cavite´. Elles permettent de mesurer
localement les deux composantes orthogonales du champ magne´tique a` 5 mm de l’e´chantillon. Le
contact thermique de la cavite´ est re´alise´ a` travers une feuille d’indium d’e´paisseur 50 µm e´crase´e
lors du vissage.
Apre`s avoir fixe´ la cavite´ sur le doigt froid, un caˆble coaxial semi-rigide permet de relier
l’antenne de couplage a` l’exte´rieur de l’enceinte pour le passage des hyperfre´quences. Pour la cavite´
A, les connecteurs SMA 2.9 mm Radiall R© sont utilise´s afin d’atteindre la fre´quence limite de 40
GHz. Pour la cavite´ B, des connecteurs K (2.92 mm, Huber Suhner) sont utilise´s. Ces deux types de
connecteurs sont intercompatibles. Ils sont soude´s sur les caˆbles coaxiaux et pre´sentent de faibles
pertes de retour (’return loss’). Les caˆbles coaxiaux standards ope´rant dans la gamme de fre´quences
voulues sont re´alise´s en cuivre et pre´sentent une forte conductivite´ thermique. Usuellement, les
expe´riences similaires sont re´alise´es dans des cryostats plus grands, ce qui permet d’avoir une
grande longueur de caˆble entre le porte-e´chantillon (partie froide) et le passage vers l’exte´rieur
du cryostat (partie chaude) : la puissance thermique amene´e par l’exte´rieur est alors plus faible.
En revanche, dans notre cas, la distance disponible est limite´e par le diame`tre interne de l’aimant
principal (22 cm de diame`tre interne). Pour cela, nous utilisons un caˆble semi-rigide UT-085-SS
(Micro-Coax R©) dont les conducteurs externe (dext1 = 2.197 mm, din1 = 1.676 mm) et interne
(d1 = 0.511 mm ) sont re´alise´s respectivement en acier inoxydable et en acier recouvert de cuivre
et d’or. Le flux de chaleur peut eˆtre estime´ par
W =
A
L
∫ T2
T1
K(T )dT . (2.19)
Entre la tempe´rature ambiante et 40 K, la puissance est donc pour un caˆble de longueur L = 20
cm :
W = 8.64 · 10−4 ∗
∫ 300K
40K
K(T )dT ≈ 0.026W . (2.20)
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Fig. 2.4 – Sche´ma du montage expe´rimental. La bobine principale entoure l’enceinte. Les bobines
auxiliaires sont monte´es sur l’enceinte. En fonction de la configuration du champ de´sire´ au ni-
veau de l’e´chantillon, la cavite´ peut eˆtre monte´e directement sur le doigt froid soit sur une pie`ce
interme´diaire qui permet de pivoter l’axe de 90 degre´s.
Puisque le cryocooler de´veloppe une puissance de 3 Watts a` 10 K, ce transfert de chaleur est
acceptable. Pour le meˆme caˆble en cuivre, le flux aurait e´te´ de 1.02 Watts. En revanche, ce caˆble
pre´sente des pertes d’insertion plus importantes par rapport au caˆble en cuivre. Le caˆble coaxial
traverse l’enceinte a` vide a` travers une ouverture. Bien que l’espace entre l’exte´rieur du caˆble
et l’ouverture soit e´tanche´ifie´ a` l’aide de Stycast R© 2850, une fuite constante a lieu a` travers le
te´flon qui remplit le roˆle de die´lectrique du caˆble coaxial. Meˆme si l’impe´dance de fuite est faible,
la pression au niveau de la cavite´ n’est que de l’ordre de 10−2 mBar. Ceci ne´cessite le pompage
constant de l’enceinte et explique pourquoi la tempe´rature minimale qu’il est possible d’atteindre
n’est que de 35 K.
L’application d’un champ important a` l’aide d’une des deux bobines magne´tiques provoque
l’e´chauffement de l’enceinte du cryostat. En raison du mauvais vide re´sidant dans l’enceinte, un
e´chauffement important de la cavite´ par convection est observe´. Ge´ne´ralement, ceci se manifeste
avec l’apparition d’un gradient de tempe´rature entre la base et le haut de la cavite´ de l’ordre de
0.8-1 degre´ car la re´gulation de tempe´rature est effectue´e sur la sonde de tempe´rature loge´e dans
la base de la cavite´. Si le courant stabilise´ traversant la bobine principale reste supe´rieur a` 4.5
A, la re´gulation de tempe´rature de la cavite´ n’est plus possible a` 80 K. Meˆme si ces conditions
extreˆmes n’ont pas e´te´ utilise´es pour nos mesures, nous avons ve´rifie´ que les parame`tres de la
cavite´ obtenus ainsi sont les meˆmes que ceux obtenus pour les meˆmes tempe´ratures lorsque la
re´gulation thermique demeure possible, sans l’apport thermique par convection.
Enfin, un caˆble coaxial souple faible perte (Utiflex R© UFB142A) relie le caˆble coaxial a` un analyseur
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de re´seaux vectoriel HP8510C (Agilent). Ce dernier est utilise´ pour enregistrer le coefficient de
re´flexion S11, qui repre´sente le rapport de l’onde e´mise par l’appareil dans la ligne de mesure sur
l’onde re´fle´chie.
2.3.1 Proce´dure de calibration (correction)
La mesure est faite par re´flexion (mesure du parame`tre S11) et non en transmission. La figure
2.6 sche´matise le circuit de mesure : l’antenne de couplage est mode´lise´e par une re´actance jXloop
en se´rie avec une faible re´sistance Rloop. Le couplage e´tant conside´re´ comme inductif, la re´actance
est une inductance. Le caˆble de mesure Micro-Coax R© est mode´lise´ son impe´dance caracte´ristique
Zc. La cavite´ re´sonante est mode´lise´e par une se´rie d’oscillateurs (Rn, Ln, Cn), ou` n correspond
aux diffe´rents modes propres de la cavite´. Au voisinage d’une re´sonance (R0, L0, C0), si ce mode
est non de´ge´ne´re´ et suffisamment loin en fre´quence des autres modes, il est possible d’incorporer
l’impe´dance de tous les circuits e´quivalents qui caracte´risent ces modes propres avec l’impe´dance de
l’antenne de couplage dans une impe´dance ge´ne´rale Z = R+jX. Puisque la cavite´ est souscouple´e,
il y a une forte de´sadaptation d’impe´dance entre l’antenne et la cavite´ (en dehors des modes
propres). La plupart de la puissance est re´fle´chie et des ondes stationnaires s’e´tablissent dans le
circuit de mesure : le coefficient de re´flexion Γ(x) varie en fonction de la distance x entre la cavite´
et un point de la ligne de mesure
Γ(x) = Γ0 exp(−2γx) , (2.21)
ou` Γ0 =
Zt − Zc
Zt + Zc
, Zc e´tant l’impe´dance caracte´ristique du caˆble de mesure (50 Ω) et Zt l’impe´dance
constitue´e par la cavite´ et son antenne de couplage. γ = α+jβ caracte´rise la propagation de l’onde
dans le circuit de mesure, α quantifiant les pertes et β = 2pi/λ e´tant la constante de propagation.
Γ0 correspond a` la re´flexion de l’onde au point x = 0, et quantifie la de´sadaptation d’impe´dance1.
Le long du caˆble de mesure, les nœuds du champ e´lectrique sont situe´s tous les λ/2 = vφ/2f
ou` λ est la longueur d’onde, vφ = 1/
√
²µ la vitesse de phase et f la fre´quence. L’amplitude des
modulations de S11 est d’autant plus grande que la re´flexion en bout de ligne est importante.
En variant la fre´quence, la position de ces nœuds dans le caˆble de mesure change puisque l’e´cart
spatial entre deux maxima change aussi. Par conse´quent, l’analyseur de re´seaux situe´ en bout de
ligne mesure des oscillations lors d’un balayage de fre´quence. La figure 2.5a montre le module |S11|
ainsi mesure´ par l’analyseur de re´seaux lorsque la cavite´ est a` 70 K entre 3 et 28 GHz. Outre le
fait que la valeur moyenne de |S11| diminue quand la fre´quence augmente (les pertes d’insertion
augmentent), nous voyons les fortes oscillations dues aux ondes stationnaires. En supposant, pour
simplifier, que la vitesse de phase ne change pas de l’analyseur de re´seaux a` la cavite´ (en re´alite´
la vitesse de propagation dans le caˆble UT085-SS est de vφ = 0.7c et dans le caˆble UFB142A de
vφ = 0.83c), les fre´quences f1 et f2 de deux maxima successifs obe´issent a` :
L = N
vφ
2f1
= (N + 1)
vφ
2f2
, (2.22)
ou` L repre´sente la longueur e´lectrique du circuit de mesure. L’e´cart en fre´quence est donc ∆f =
f2 − f1 = f1/N . En prenant L ∼ 1 m, f1 = 30 GHz, nous obtenons N ∼ 2.105 et δf ∼ 150 MHz.
La figure 2.5(b) repre´sente le module et la phase de S11 mesure´ entre 21.2 et 21.3 GHz, ceci pour
plusieurs tempe´ratures de la cavite´. La phase tourne d’un facteur pi en augmentant la fre´quence.
L’expression (2.21) montre que la phase oscille d’un facteur pi sur une distance de λ/4. En effec-
tuant le meˆme raisonnement que sur le module de S11, la phase mesure´e en bout de ligne (x = L)
par l’analyseur de re´seaux oscille dans l’espace des fre´quences avec une pe´riode de δf = vφ/4L.
Sur figure 2.5(c), nous avons reporte´ la transforme´e de Fourier de la phase de S11 mesure´e de 3
a` 28 GHz a` tempe´rature ambiante et a` 70 K (la partie du spectre centre´e autour de la fre´quence
1Usuellement, l’origine de l’axe x est prise au niveau de la de´sadaptation. Cependant, on ne peut effectuer de
mesures en ce point. Pour cela, l’origine est place´e au niveau du connecteur entre l’antenne et le caˆble coaxial.
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Fig. 2.5 – a) De´pendance du module du coefficient de re´flexion S11 en fonction de la fre´quence
mesure´e a` 70 K. c) Transforme´e de Fourier de la phase pour la mesure a` tempe´rature ambiante et
a` 70 K. Les figures du bas repre´sentent le module et la phase de S11 sur une plage de fre´quence
plus re´duite. La figure de gauche (figure b) illustre les ondes stationnaires auxquelles se superpose
le mode propre TM010 (figure d).
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Fig. 2.6 – Mode´lisation simple de la cavite´ re´sonante connecte´e au circuit de mesure. Pour les
fre´quences tre`s proches d’un mode propre ω0, l’impe´dance de la cavite´ varie fortement et on peut
supposer que l’impe´dance R+jX est constante. Pour les fre´quences loin de f0, l’impe´dance associe´e
au mode propre devient ne´gligeable.
d’e´chantillonnage de l’analyseur n’est pas repre´sente´e). Pour les deux tempe´ratures, nous trou-
vons une pe´riode de 65 MHz2. En utilisant vφ = 0.83c, ceci donne pour longueur e´lectrique totale
L = 0.96 m, en accord avec la longueur physique du caˆble de mesure. Le fait que ∆f ne change
pas avec la tempe´rature montre qu’il n’y a pas de variation de´tectable de la longueur e´lectrique et
de la vitesse de propagation dans le caˆble coaxial UT085-SS dont la tempe´rature est susceptible de
varier. En revanche, sur la figure 2.5(b) nous observons un de´phasage de phase d’environ 1 radian
en passant de la tempe´rature ambiante a` 120 K. De 120 K a` 42 K, ce de´calage est de 0.15 radian.
Ceci s’explique par la variation de la partie imaginaire de Zt en fonction de la tempe´rature. Simi-
lairement, on remarque qu’en diminuant la tempe´rature, l’amplitude moyenne de |S11| augmente :
ceci montre que les pertes dans le circuit de mesure diminuent.
La figure 2.5(d) repre´sente le coefficient de re´flexion mesure´ pour plusieurs tempe´ratures entre
19.13 et 19.24 GHz. On distingue le mode propre TM010 de la cavite´ A a` la fois dans le module
et la phase de S11 : a` la re´sonance, le module de S11 diminue fortement et la phase exhibe un
de´calage. Cependant, la re´sonance se superpose a` la forte modulation des ondes stationnaires. En
outre, en variant la tempe´rature, la fre´quence du mode re´sonant varie fortement par rapport a`
la pe´riode des ondes stationnaires. Nous verrons par la suite que cette variation est entie`rement
due a` la contraction thermique de la cavite´ lorsque la tempe´rature diminue. Dans ces conditions,
la mesure du facteur de qualite´ du mode en variant la tempe´rature sera errone´e : elle fera passer
les variations de l’amplitude de S11 dues aux ondes stationnaires pour une variation du facteur
de qualite´ de la cavite´. Par conse´quent, il est impe´ratif d’utiliser une proce´dure de calibration
(correction) afin de corriger la ligne de fond.
2Nous trouvons aussi des pe´riodes de plus grande fre´quences provenant des de´sadaptations d’impe´dance plus
faibles au niveau des connecteurs reliant les diffe´rents caˆbles de mesure.
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Nous avons utilise´ la technique des trois e´talons qui consiste a` mesurer Γ(L) (en sortie de
l’analyseur) de l’expression (refeq :TOS) pour trois valeurs de Zt : un court-circuit (’short’, Zt = 0),
un circuit ouvert (’Open’, Zt =∞), une charge adapte´e au dispositif de mesure (’Load’, Zt = Zc).
A l’issue de la calibration, il est possible de trouver la relation qui relie Γ(L) a` Γ(0).
La calibration est effectue´e au niveau du connecteur hyperfre´quence qui relie le caˆble semi-rigide
a` l’antenne de la cavite´. En appliquant la calibration, l’impe´dance vue par l’analyseur est alors
Zt et le coefficient de re´flexion mesure´ est directement Γ(0) de l’expression (2.21). Afin d’obtenir
la meilleure correction possible, la calibration est effectue´e pour chacun des modes propres sur la
plus petite gamme de fre´quence possible. La largeur choisie de cette feneˆtre doit eˆtre supe´rieure
a` la variation de la fre´quence du mode propre en fonction de la tempe´rature et vaut typiquement
80 MHz. L’analyseur de re´seaux permettant d’utiliser 801 points lors d’un balayage en fre´quence,
nous obtenons une re´solution de 100 kHz, la largeur typique des re´sonance e´tant de l’ordre de
1.5 MHz. Sur la figure 2.7, nous avons reporte´ le coefficient de re´flexion S11 mesure´ avec et
sans la calibration pour diffe´rentes tempe´ratures autour du mode propre TM010. En examinant
respectivement le module de S11 et sa phase en dehors de la re´sonance du mode propre, nous
remarquons que la calibration permet de corriger les modulations en amplitude (facteur α) et en
phase (facteur β du terme exp(−2γx)) dues aux ondes stationnaires. Cependant, la correction
souffre d’un de´calage syste´matique en amplitude et en phase qui varie avec la tempe´rature. Une
partie de ce de´calage intervient car les pertes dans le caˆble coaxial relie´ a` l’antenne sont plus faibles
quand la tempe´rature diminue. Elles ne sont donc pas corrige´es par la proce´dure de calibration qui,
elle, est re´alise´e a` tempe´rature ambiante. Une autre partie provient de la variation de l’impe´dance
de l’antenne de couplage avec la tempe´rature.
2.3.2 Proce´dure d’ajustement
Afin de mesurer la pulsation complexe Ω d’un mode propre avec pre´cision, nous utilisons la
proce´dure de´veloppe´e par D. Kajfez [124, 125] et imple´mente´e par S. Colson [126]. Cette proce´dure
est adapte´e au cas d’une mesure par re´flexion d’une cavite´ re´sonante couple´e par une antenne.
Expe´rimentalement, il faut acce´der aux parame`tres (f0, Q0) du mode propre de la cavite´ re´sonante.
Cependant, le fait de coupler la cavite´ au circuit de mesure pour exciter ce mode et pour mesurer
ses parame`tres caracte´ristiques, charge la cavite´ en abaissant son facteur de qualite´ a` QL. Pour le
cas ou` Z s’apparente a` une inductance, la fre´quence de re´sonance apparente fL est supe´rieure a`
f0 = 1/
√
L0C0. Dans le cas ide´al ou` la correction est parfaite, l’impe´dance vue par l’analyseur est
Zt = R+ jX +Z0, ou` Z0 est l’impe´dance du circuit oscillant (R0, L0, C0) associe´ au mode propre
(f0, Q0) et donne´e par
Z0(f) =
R0
1 + jQ0
(
f
f0
− f0f
) , (2.23)
et le coefficient de re´flexion mesure´
Γ0(f) =
Zt − Zc
Zt + Zc
=
R+ jX + Z0 − Zc
R+ jX + Z0 + Zc
. (2.24)
Le diagramme de Smith permet de tracer dans un diagramme polaire la partie re´elle Γx et ima-
ginaire Γy du coefficient de re´flexion. Dans ce cas, autour de la re´sonance du mode propre, le
coefficient de re´flexion Γ0 donne´ par l’expression (2.24) de´crit un cercle parfait (le ’cercle Q’) dans
le diagramme de Smith. Ceci est vrai a` condition que la re´actance X varie peu dans la feneˆtre
de fre´quence e´tudie´e. En ajustant ce cercle, nous pouvons acce´der au facteur de qualite´ Q0 et
a` la fre´quence du mode propre f0. La figure 2.7 repre´sente le coefficient de re´flexion repre´sente´
dans le diagramme de Smith mesure´ a` 42 K pour le mode TM010 de la cavite´ A. Nous consta-
tons que seule l’utilisation de la calibration permet de visualiser le cercle Q en s’affranchissant
du terme exp(−2γx) qui varie fortement avec la fre´quence. Cependant, il faut remarquer que le
de´faut de la calibration discute´ au paragraphe pre´ce´dent, induit une lecture errone´e de l’impe´dance
Z = R + jX. Ceci a pour effet de changer artificiellement le diame`tre du cercle Q, c’est-a`-dire la
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re´sistance apparente du circuit e´quivalent de la cavite´ en re´sonance extraite par l’ajustement. De
plus, pour diffe´rents modes propres c’est-a`-dire diffe´rentes plages de fre´quence, les pertes du circuit
de mesure varient diffe´remment avec la tempe´rature. Ceci explique que la mesure du facteur de
qualite´ ne soit pas absolue mais souffre d’un de´calage qui de´pend faiblement de la tempe´rature
pour les tempe´ratures usuelles de mesure de 100 K a` 40 K (le plus gros de´calage intervenant entre
la tempe´rature ambiante et 100 K).
Au cours de la mesure, pour chaque variation de tempe´rature et/ou de champ magne´tique, l’ajus-
tement du cercle Q est effectue´e pour extraire la fre´quence propre du mode ainsi que son facteur
de qualite´ pour tous les modes propres de la cavite´. Sur la figure 2.7c), nous avons reporte´ le
re´sultat d’une telle ope´ration pour le mode TM010 lorsque la cavite´ A contient un e´chantillon
supraconducteur. On remarque qu’a` T = 68 K, le facteur de qualite´ chute, signe que l’e´chantillon
perturbe le mode en absorbant de l’e´nergie. Il s’agit de la re´sonance du plasma josephson (RPJ).
2.4 Echantillon
Dans notre dispositif, l’e´chantillon a` mesurer est colle´ sur la paroi supe´rieure de la cavite´ a`
l’aide de n-nonade´cane (C19H40). La tempe´rature de fusion de ce polyme`re e´tant de 32 C˚, il est
aise´ a` nettoyer sans risquer de rayer la cavite´. Nous avons aussi ve´rifie´ qu’il ne provoquait pas
de changement de´tectable de la fre´quence de la cavite´. Cette technique est diffe´rente de celle uti-
lise´e pour des cavite´s supraconductrices ou` l’e´chantillon est fixe´ a` l’extre´mite´ d’une tige en saphir
qui est elle-meˆme introduite dans la cavite´. Dans ce dernier cas, la tempe´rature de l’e´chantillon
peut eˆtre varie´e tout en gardant celle de la cavite´ fixe. En revanche, cette solution ne´cessite une
excellente tenue me´canique du doigt en saphir pour e´viter tout mouvement au sein de la cavite´
au cours de la mesure. Cependant, l’inconve´nient de notre dispositif est que la tempe´rature de la
cavite´ change, ce qui induit une variation de la pulsation Ω qui est plus importante que celle due
a` l’e´chantillon.
2.5 Ordre de grandeur et erreurs expe´rimentales
En pratique, tous les modes TM01p d’ordre pair sont aise´ment de´tecte´s. Les modes d’ordre
impair ne sont pas excite´s dans le cas ide´al ou` l’antenne est parfaitement fixe´e et sa taille faible
(voir figure 2.3). Toutefois, ces modes sont la plupart du temps visibles mais ils de´pendent plus
drastiquement de la qualite´ de la calibration.
La grande pre´cision des cavite´s re´sonantes explique aussi la grande sensibilite´ de leur pulsation
complexe par rapport aux parame`tres me´caniques. Le couvercle e´tant fixe´ a` l’aide de 4 vis, il
est impossible de retrouver les meˆmes parame`tres ge´ome´triques a` chaque de´montage et remon-
tage de la cavite´. Ainsi, le fait de serrer les vis provoque une variation non reproductible de la
fre´quence. En diffe´renciant l’expression (2.18) par rapport a` h, nous obtenons, pour une variation
de ∆h = 0.5µm lors du resserrage du couvercle, un de´calage de l’ordre de ∆f ≈ 40 kHz pour le
mode TM011. Cette erreur doit aussi augmenter avec l’indice p du mode. En pratique, divers test
en serrant et desserrant a` plusieurs reprises la cavite´ montrent que la variation de la fre´quence a`
tempe´rature ambiante est de δf = 175±50 kHz pour le mode TM010. Ce de´calage augmente pour
les modes d’ordre supe´rieur.
Une autre pre´caution a` prendre vient de l’effet de la pression au sein de la cavite´ sur les
fre´quences de re´sonance. La figure 2.5 montre une variation de 6.75 MHz lorsqu’on passe de la
pression ambiante a` la pression de 3 · 10−3 mBar. Cette variation est due a` celle de la constante
die´lectrique de ²r = 1.000569 pour l’air sec [127] a` 1 pour celle du vide. Ceci provoque un chan-
gement de δf = f0 − f0/√²r ∼ 5.46 MHz a` 19.2 GHz, la variation restante e´tant due a` l’humidite´
de l’air. Cependant, en dessous de 77 K, la majorite´ des mole´cules d’air provenant de la fuite du
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Fig. 2.7 – a) Mesure du coefficient S11 (amplitude et phase) pour les tempe´ratures de 120, 70 et
42 K avec et sans la correction e´tablie a` tempe´rature ambiante. b) Repre´sentation du coefficient
de re´flexion obtenu a` 42 K dans le diagramme de Smith avec et sans correction. c) Evolution
du facteur de qualite´ de´duit a` partir du cercle Q en fonction de la tempe´rature lorsque la cavite´
contient un e´chantillon de Bi2Sr2CaCu2O8+δ.
caˆble cryoge´nique est pie´ge´e et il n’y a plus de variation de pression.
La figure 2.8 montre les parame`tres de la cavite´ A a` vide lors de deux mesures successives en
variant la force du serrage du couvercle. Pour la seconde mesure, le serrage a e´te´ de´libe´re´ment
tre`s le´ger, en laissant les vis en bute´e. La variation obtenue de la fre´quence est tre`s faible :
δf = 90 kHz pour TM010, 160 kHz pour TM011, 390 kHz pour TM012, 50 kHz pour TM013
et 100 kHz pour TM014. Ceci est a` comparer avec l’erreur qui est observe´e en diminuant et en
augmentant la tempe´rature : pour les modes pairs, cette erreur est de 10 kHz, alors que pour
les modes impairs, cette erreur augmente jusqu’a` 30 kHz (cette erreur est aussi due a` une tre`s
faible variation de tempe´rature lue par les sondes de tempe´rature par rapport a` la tempe´rature
actuelle de la cavite´). En revanche, l’e´volution du facteur de qualite´ est tre`s importante et son
comportement en tempe´rature change entre les deux mesures.
Les figures 2.9 et 2.10 montrent la variation de la fre´quence associe´e aux modes propres de la cavite´
A ainsi que celle des facteurs de qualite´. Par l’expression (2.18), une homothe´tie k des dimensions
de la cavite´ est telle que
fTMmnp(kR, kh) =
1
k
fTMmnp(R, h) . (2.25)
Il est donc possible d’estimer simplement la variation de la fre´quence d’un mode propre de la
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Fig. 2.8 – Evolution de la pulsation complexe du mode TM010 (gauche) et TM012 (droite) de la
cavite´ A en fonction de la tempe´rature : la mesure repre´sente´e en symboles creux a e´te´ re´alise´e en
laissant les vis de serrage du couvercle de la cavite´ en bute´e.
cavite´ observe´e en fonction de la tempe´rature en supposant que cette variation n’est due qu’a` la
contraction thermique. En posant L(T ), une dimension caracte´ristique de la cavite´
fTMmnp(T ) ∝
1
L(T )
. (2.26)
Dans l’insert de la figure 2.9, nous avons trace´ le rapport fTMmnp(T )/f
TM
mnp(100K) pour tous les
modes mesure´s. Ce rapport est identique pour toute tempe´rature ce qui prouve la validite´ de
(2.26).
En utilisant le coefficient d’expansion thermique α du cuivre constituant la cavite´
α =
1
L
dL
dT
⇐⇒ dL
L
= αdT , (2.27)
et en inte´grant entre les tempe´ratures T1 et T2
ln
[
L(T2)
L(T1)
]
= exp
(∫ T2
T1
α(T )dT
)
. (2.28)
En combinant (2.25) et (2.28), on obtient
f(T2) = f(T1) exp
(∫ T1
T2
α(T )dT
)
. (2.29)
2.5 Ordre de grandeur et erreurs expe´rimentales 55
0,9996
1,001
40 80 120
TM010
TM011
TM012
TM013
TM014
TE112
19,19
19,2
19,21
19,21
19,21
19,22
40 80 120
Exp
Ajustement
T (K)
-0,05
0
0,05
0,1
0,15
0,2
0 40 80 120 160
Erreur
T (K)
Fig. 2.9 – Evolution de la fre´quence du mode TM010 de la cavite´ A a` vide en fonction de la
tempe´rature. En utilisant l’expression (2.29), un ajustement est re´alise´ en prenant pour fre´quence
de re´fe´rence f(T1) celle obtenue a` T1 = 100 K. L’erreur de l’estimation par rapport a` la va-
leur expe´rimentale est repre´sente´e dans l’insert du bas (soustraction). Dans l’insert du haut, la
fre´quence normalise´e par la fre´quence obtenue a` 100 K pour tous les modes utilise´s de la cavite´.
En prenant pour f(T1) la fre´quence du mode propre mesure´ expe´rimentalement a` une tempe´rature
donne´e et pour la de´pendance en tempe´rature du coefficient d’expansion thermique α(T ) du cuivre
α(T ) = 10−6
1.079− 0.122 · T + 0.004097 · T 2 − 0.00000143 · T 3
1− 0.00576 · T + 0.000241 · T 2 − 0.000000123 · T 3 , (2.30)
nous pouvons estimer fex(T2) pour toutes les autres tempe´ratures mesure´es. Sur la figure 2.9,
l’e´volution de la fre´quence de´duite par cette me´thode en choisissant T1 = 100 K est superpose´e
avec les points expe´rimentaux. L’insert repre´sente l’erreur par rapport aux points expe´rimentaux
(fth − fexp) : celle-ci augmente a` basse tempe´rature mais reste en dessous de 75 kHz soit 0.375%
de la variation totale de la fre´quence entre les deux valeurs extre´males de la tempe´rature.
L’e´volution du facteur de qualite´ en fonction de la tempe´rature est plus de´licate a` pre´voir.
Nous avons vu pre´ce´demment que le fait de calibrer a` tempe´rature ambiante ne peut corriger la
variation des pertes dans le circuit de mesure. Ceci explique que le rapport Q
mnp
0 (T )
Qmnp0 (T1)
ne soit pas
identique d’un mode a` l’autre3. Il est possible de corriger partiellement cet effet en trouvant la
constante Qmnploss telle que le rapport
Qmnp0 (T )+Q
mnp
loss
Qmnp0 (T1)+Q
mnp
loss
soit identique pour tous les modes propres
mesure´s. L’insert de la figure 2.10 montre que Q
010
0 (T )+1450
Q0100 (120K)+1450
et Q
012
0 (T )
Q0120 (120K)
se superposent pour
les tempe´ratures de travail. En revanche, il n’est pas possible de trouver la valeur absolue de Qmnp0 .
Nous pouvons effectuer un calcul approximatif afin de ve´rifier la pertinence de notre proce´dure
d’ajustement du cercle Q et la validite´ des parame`tres physiques mesure´s. Le facteur de qualite´
d’un mode propre de´pend de la dimension de la cavite´ L, de la fre´quence du mode propre f et de
3ici on conside`re que le changement de Z est ne´gligeable pour les tempe´ratures de travail (40-120 K). En revanche,
la variation de Z entre la tempe´rature ambiante et 40 K ne peut eˆtre ne´glige´e.
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Fig. 2.10 – Evolution du facteur de qualite´ Q0 + 1450 du mode TM010 de la cavite´ A en fonction
de la tempe´rature. L’ajustement est re´alise´ en utilisant l’expression (2.33) et la tempe´rature de
re´fe´rence T1 = 120 K. En insert : bas, parame`tre de l’ajustement β = αρ(θD)/ρ(0) e´value´ pour
chaque tempe´rature, haut, le facteur 1450 est choisi de telle sorte que (Q0 + 1450)/(Q0(120K) +
1450) pour le mode TM010 et Q0/Q0(120K) pour le mode TM012 se superposent.
la conductivite´ des parois internes σ comme
Q0 ∝ L
√
fσ . (2.31)
Par conse´quent, pour deux tempe´ratures T1 et T2
Q(T2)
Q(T1)
=
L(T2)
L(T1)
√
f(T2)ρ(T1)
f(T1)ρ(T2)
=
√
f(T1)ρ(T1)
f(T2)ρ(T2)
. (2.32)
En pratique, la variation de
√
f(T1)
f(T2)
est ne´gligeable devant celle de
√
ρ(T1)
ρ(T2)
et
Q(T2) = Q(T1)
√
ρ(T1)
ρ(T2)
. (2.33)
La` encore, il est possible, connaissant le facteur de qualite´ obtenu expe´rimentalement a` une
tempe´rature T2 et la re´sistivite´ ρ(T ), de calculer le facteur de qualite´ pour toutes les autres
tempe´ratures. On a utilise´ la relation de Bloch-Gruneisen pour mode´liser la re´sistivite´ du cuivre
ρ(T ) = ρ(0) + αρ(θD)
(
T
θD
)5 ∫ θD
T
0
x5dx
(ex − 1)(1− e−x) , (2.34)
ou` θD est la tempe´rature de Debye (θD ∼ 350 K pour le cuivre) et α une constante de´pendant
de la vitesse de Fermi. Les parame`tres ρ(0), α et ρ(θD) varient fortement en fonction de la pureˆte´
du cuivre. Par conse´quent, pour chaque tempe´rature, nous trouvons le facteur nume´rique β =
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αρ(θD)/ρ(0) tel que le facteur de qualite´ estime´ a` l’aide de l’expression (2.33) co¨ıncide avec la
valeur expe´rimentalement mesure´e. Dans l’insert infe´rieur de la figure 2.10, nous avons reporte´ le
parame`tre β ainsi extrait. Le fait que β ' 9 sur toute la gamme de tempe´rature prouve que la
variation du facteur de qualite´ est bien due a` la variation de la conductivite´ des parois internes. La
figure 2.10 repre´sente la superposition du facteur de qualite´ Q0(T ) estime´ a` l’aide de l’expression
(2.33) en utilisant β ' 9 et la valeur expe´rimentale4. En utilisant la valeur admise pour le cuivre
α ' 4.225, ceci donne ρ(θD)/ρ(0) ' 2.13. Ce rapport est largement sous-estime´ par rapport a`
la valeur attendue. Ceci confirme que le facteur de qualite´ mesure´ expe´rimentalement n’est pas
absolu.
2.6 Re´gime de de´polarisation et re´gime d’e´paisseur de peau
Dans ce paragraphe, nous discutons des limitations et des incertitudes inhe´rentes a` notre
dispositif. La figure 2.7 montre l’e´volution du facteur de qualite´ du mode TM010 de la cavite´
A en pre´sence d’un monocristal de Bi2Sr2CaCu2O8+δ sous-dope´ (MW101, Tc = 67 K). Cette
de´pendance est ge´ne´ralement celle qui est observe´e pour tous les e´chantillons sous-dope´s : en re-
tranchant la variation du facteur de qualite´ de la cavite´ vide, nous obtenons un pic de re´sonance
bien de´fini (voir aussi figure 4.16 du chapitre 4). Ce pic est duˆ a` la re´sonance du plasma Josephson.
Les e´chantillons sous-dope´s sont donc dans le re´gime de de´polarisation.
En revanche, en pre´sence d’un e´chantillon optimalement dope´, la variation de la pulsation com-
plexe de la cavite´ est qualitativement diffe´rente. Les figures 2.11 et 2.12 montrent respectivement
la re´ponse de la cavite´ A en pre´sence respectivement du monocristal de Bi2Sr2CaCu2O8+δ optima-
lement dope´ MW500 (Tc = 86.6 K) et MW5025 (Tc = 84.9). Les dimensions sont infe´rieures a` celle
de MW500. Pour ces deux e´chantillons, on a reporte´ le facteur de qualite´ et la fre´quence des trois
modes propres, TM010, TM112 et TM112. Pour chacune des mesures, nous trac¸ons 1/Q − 1/Q0
et f0 − f , ou` Q0 et f0 sont les caracte´ristiques de la cavite´ vide. Ces caracte´ristiques ont e´te´
obtenues juste apre`s la mesure de ces deux e´chantillons, en essayant de revisser le couvercle de la
cavite´ le plus solidement possible pour que les variations de la hauteur de la cavite´ par contraction
thermique a` basse tempe´rature soient les plus faibles et les plus reproductibles possibles entre les
diffe´rentes mesures. Cependant, il existe toujours une incertitude sur la reproductivite´ du facteur
de qualite´ tandis que l’e´volution de la fre´quence est plus robuste. Afin d’utiliser les expressions
(2.9) et (2.15), il faudrait connaˆıtre le de´calage de fre´quence par rapport a` un conducteur par-
fait de meˆmes dimensions que celles de l’e´chantillon. Toutefois, plusieurs observations qualitatives
peuvent eˆtre faites. Lorsque l’e´chantillon est place´ au centre de la cavite´, un pic d’absorption se
superpose a` une transition d’e´crantage. Pour l’e´chantillon plus grand MW500, le pic d’absorp-
tion n’est pas visible pour le mode TE112 et le facteur de qualite´ dans l’e´tat supraconducteur
est supe´rieur a` celui obtenu lorsque la cavite´ est vide. En revanche, pour l’e´chantillon MW502,
le pic d’absorption est toujours visible pour le mode TE112 et le facteur de qualite´ dans l’e´tat
supraconducteur est tre`s proche de celui obtenu pour une cavite´ vide.
Kitano et al [128] ont utilise´ une cavite´ rectangulaire dans le mode TE011 pour appliquer
le champ e´lectrique suivant l’axe c de monocristaux de Bi2Sr2CaCu2O8+δ optimalement dope´s.
Ces auteurs trouvent un comportement similaire pour l’e´volution du facteur de qualite´ et de la
fre´quence du mode re´sonant pour deux e´chantillons optimalement dope´s de taille diffe´rente, et ceci
malgre´ l’utilisation d’une cavite´ supraconductrice. La figure 2.13 montre ces re´sultats. Pour les
figure (a) et (b), les dimensions late´rales de l’e´chantillon sont infe´rieures a` λc tandis que pour les fi-
gures (c) et (d), elles sont supe´rieures. Dans un premier temps, Kitano et al interpre`tent le saut du
facteur de qualite´ comme intrinse`que a` l’application du champ e´lectrique et en de´duisent la conduc-
4Le meˆme ajustement pour l’or (θD = 165 K) ne permet pas d’obtenir la de´pendance correcte en tempe´rature.
Ceci montre que le cyclage de la cavite´ a provoque´ des microfissure dans la fine couche d’or de´pose´e par galvanisation
et que l’essentiel de la conductivite´ de surface est assure´ par le cuivre.
5nous verrons au chapitre suivant que cet e´chantillon a subi une le´ge`re dose d’irradiation aux e´lectrons
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Fig. 2.11 – Evolution de la pulsation complexe des modes TM010,TM012 et TE112 de la cavite´ A
en pre´sence de l’e´chantillon MW500 lors d’un balayage en tempe´rature (l’e´chelle de la tempe´rature
est commune pour chaque mode). La mesure est faite en plac¸ant le monocristal dans le ventre du
champ e´lectrique (position ’centre’) puis dans celui du champ magne´tique (position ’bord’). La
diffe´rence 1/Q− 1/Q0 et f0 − f est trace´e pour ces deux configurations.
tivite´ suivant l’axe c en utilisant les relations (2.9) et (2.15). Ils estiment aussi que l’e´chantillon
A reste toujours dans la limite de de´polarisation en raison de ses faibles dimensions, tandis que
l’e´chantillon B passe au re´gime d’e´paisseur de peau juste apre`s la transition supraconductrice.
Cependant, peu apre`s, Kitano et al [129] re´alisent que la pre´sence d’un champ magne´tique hy-
perfre´quence peut lui aussi induire un saut d’e´crantage dans le facteur de qualite´ et la fre´quence.
Pour ve´rifier cette hypothe`se, la mesure a e´te´ re´alise´e en de´plac¸ant l’e´chantillon de manie`re de´saxe´e
par rapport au centre de la cavite´ afin de maximiser l’effet du champ magne´tique et de minimiser
celle du champ e´lectrique : nous voyons sur la figure 2.11 que le pic d’absorption disparaˆıt pour
tous les modes mesure´s tandis que la transition d’e´crantage augmente.
En de´finitive, meˆme lorsque les e´chantillons sont au centre de la cavite´, ils sont soumis a` l’effet
du champ magne´tique paralle`lement aux couches CuO2 et du champ e´lectrique perpendiculai-
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Fig. 2.12 – Evolution de la pulsation complexe des modes TM010,TM012 et TE112 de la cavite´ A
en pre´sence de l’e´chantillon MW502 place´ dans le maximum du champ e´lectrique (l’e´chelle de la
tempe´rature est commune pour chaque mode). La diffe´rence 1/Q− 1/Q0 et f0− f est trace´e pour
ces deux configurations.
rement aux plans CuO2. Ainsi, la zone de l’e´chantillon soumise au champ e´lectrique est dans le
re´gime de de´polarisation. En revanche, les bords de l’e´chantillon sont soumis au champ magne´tique
et sont dans le re´gime d’e´paisseur de peau. Meˆme si dans ce dernier cas, la perturbation de la
pulsation complexe vient d’une re´gion beaucoup plus petite de l’e´chantillon en comparaison avec
la re´ponse en volume de l’e´chantillon au champ ~E, la forte anisotropie de la conductivite´ fait que
cette premie`re re´ponse est tre`s importante.
Ces re´sultats montrent alors que l’observation d’un pic dans le facteur de qualite´ pour une
tempe´rature tre`s proche de la tempe´rature critique est bien assimilable a` la re´sonance plasma
puisqu’elle ne´cessite l’application d’un champ e´lectrique suivant l’axe c. Le saut du facteur de
qualite´ semble en revanche eˆtre duˆ a` l’effet du champ magne´tique applique´ suivant les plans
CuO2. Nous mesurons alors l’impe´dance de surface : le saut dans le facteur de qualite´ et de la
fre´quence observe´s a` la transition supraconductrice sont dus a` l’apparition du suprafluide.
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Fig. 2.13 – Evolution de la pulsation complexe obtenue par Kitano et al [128] dans deux
e´chantillons optimalement dope´s de Bi2Sr2CaCu2O8+δ, les dimensions de l’e´chantillon de la fi-
gure de gauche (resp. droite) e´tant infe´rieures (resp. supe´rieures) a` λc. La mesure est effectue´e a`
14.21 GHz en utilisant un mode TE011 : le champ e´lectrique est applique´ suivant l’axe c. Cependant
une composante du champ magne´tique est aussi applique´e.
Plusieurs observations restent en revanche inexplique´es. Lorsque l’e´chantillon MW500 est place´
sur le bord de la cavite´, la plus grande partie du signal devrait provenir de l’e´crantage du champ
magne´tique. Le fait qu’on ne puisse observer de variation de la re´sistance de surface dans l’e´tat
supraconducteur est certainement duˆ au manque de sensibilite´ de notre cavite´ re´sonante. En re-
vanche, l’e´volution de la re´sistance de surface dans l’e´tat normal n’est pas bien interpre´te´e. La
figure 2.11 montre qu’a` l’approche de la tempe´rature critique, Rs diminue pour le mode TM010
alors qu’il augmente pour le mode TM012. Selon l’expression (2.12), la re´sistance de surface devrait
toujours diminuer en abaissant la tempe´rature. Cette observation vient donc contredire l’explica-
tion simple suivant laquelle une partie du signal mesure´ provient de l’impe´dance de surface.
Peligrad et al [130] ont e´tudie´ la variation de la pulsation complexe d’une cavite´ lorsqu’un
e´chantillon est place´ dans le champ e´lectrique. Ces auteurs proposent de ge´ne´raliser les expres-
sions de´rive´es par Buranov-Shchegolev [121] (voir expression (2.13)) afin de prendre en compte
la possible transition entre le re´gime de de´polarisation et le re´gime d’e´paisseur de peau en fonc-
tion des dimensions de l’e´chantillon. Ces auteurs trouvent que l’e´chantillon passe la transition de
de´polarisation lorsque σ/²ω ≈ 1/N . Le passage au re´gime d’e´paisseur de peau intervient quand
δn ≈ d/2, d e´tant l’e´paisseur de l’e´chantillon. Puisque δn =
√
2/µ0ωσn, cette transition intervient
en σ ∝ 1/d2. Pour certaines combinaisons de (d,N), les auteurs trouvent que le passage au re´gime
d’e´paisseur de peau peut intervenir a` plus basse conductivite´ que le re´gime de de´polarisation. La
figure 2.14 montre leurs re´sultats : en fonction de la conductivite´ d’un e´chantillon, plusieurs com-
portements de la pulsation complexe peuvent eˆtre obtenues, en particulier sur la variation de Rs a`
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l’e´tat normal. La figure montre aussi le re´sultat obtenu pour un film de Bi2Sr2CaCu2O8+δ. Nous
remarquons que ∆(1/2Q) augmente fortement a` l’approche de la transition critique. Peligrad et al
interpre`tent cela comme la preuve que σn(Tc) est le´ge`rement infe´rieure a` la valeur ne´cessaire pour
la transition de de´polarisation. Cette de´pendance est similaire a` la de´pendance obtenue a` haute
fre´quence pour l’e´chantillon MW500 dans la configuration excentre´e. La mesure d’un film mince
de YBa2Cu3O7−y montre en revanche que Rs diminue a` l’approche de Tc. Ce comportement est
similaire au comportement trouve´ a` basse fre´quence pour l’e´chantillon MW500. Par conse´quent,
le roˆle du champ magne´tique et du champ e´lectrique ne sont pas bien compris lorsque l’e´chantillon
est place´ sur les bords de la cavite´.
2.7 Technique bolome´trique
L’inconve´nient de la technique de perturbation de cavite´ re´sonante est qu’elle ne permet pas
d’atteindre des fre´quences e´leve´es. Pour les cavite´s re´sonantes utilise´es, la fre´quence des modes
propres de´pendent comme f ∝ 1/L : les dimensions de la cavite´ diminuent fortement pour les
hautes fre´quences et deviennent de l’ordre des dimensions des monocristaux. Une technique de
mesure alternative a e´te´ de´veloppe´e par Matsuda et al [113]. Cette technique consiste a` mesurer
directement l’e´chauffement d’un monocristal lors de la re´sonance plasma Josephson a` l’aide d’un
bolome`tre. L’e´chauffement provient du transfert d’e´nergie du mode collectif aux quasiparticules.
Les mesures pre´sente´es dans le chapitre 3 sur l’effet de l’irradiation aux e´lectrons ont e´te´ obtenues
par Colson au Japon en utilisant le dispositif expe´rimental de´veloppe´ par M. Gaifullin [131] dans
l’e´quipe de Y. Matsuda. N’ayant pas pu encore effectuer des mesures avec cet e´quipement, nous
nous contentons de rappeler le principe ge´ne´ral de cette me´thode. Les de´tails peuvent eˆtre trouve´s
dans la re´fe´rence [126].
Trois types de guides rectangulaires sont utilise´s afin de couvrir les gammes de fre´quence 26-40,
40-60 et 60-90 GHz. Ils sont couple´s avec des oscillateurs a` diode Gunn qui ge´ne`rent des ondes
transverses e´lectriques propagatives. Chaque guide est perce´ afin de pouvoir accueillir une tige
en saphir sur laquelle est colle´e l’e´chantillon a` mesurer a` l’aide d’Apiezon N. La polarisation du
champ e´lectrique est bien aligne´e suivant l’axe cristallographique c du monocristal. Un absorbeur
en carbone est place´ au bout du guide afin de minimiser la re´flexion des ondes progressives et
ainsi e´viter la pre´sence d’ondes stationnaires. Le tout est monte´ sur des cannes de mesures qui
sont inse´re´es dans un cryostat a` he´lium liquide. La de´tection de la re´sonance plasma dans la
technique de perturbation est assure´e par la cavite´ re´sonante : le grand facteur de qualite´ des modes
propres joue le roˆle d’un amplificateur. En revanche, dans le cas de cette me´thode, la de´tection
est assure´e par un thermome`tre CernoxTMqui est relie´ thermiquement au support en saphir. Le
bolome`tre ainsi de´fini est couple´ au guide d’onde par des fils en manganine assurant ainsi la
re´fe´rence thermique. L’amplitude des ondes hyperfre´quence est module´e en fre´quence et la lecture
de la re´sistance du thermome`tre, faisant partie d’un pont de Wheatsone, est faite a` l’aide d’une
de´tection synchrone. Ceci permet au groupe de Matsuda d’enregistrer des variations de quelques
nanowatts a` basse tempe´rature (4.2 K) et de quelques microwatts a` 77 K. Ceci est suffisant pour la
de´tection de la re´sonance plasma dans les e´chantillons usuels. En revanche, plusieurs pre´cautions
expe´rimentales sont ne´cessaires : il faut e´viter que le thermome`tre ne soit expose´ lui-meˆme au
champ micro-onde. Par ailleurs, le temps de re´ponse du thermome`tre de´pend de son couplage
thermique avec le thermostat, ici le guide d’onde. En outre, la puissance e´mise par les diodes
Gunn varie en fonction de la fre´quence. Il faut aussi avoir une boucle re´troaction sur la de´tection
de la puissance e´mise afn de controˆler un atte´nuateur. Par conse´quent, cette technique requiert
toujours la calibration de la re´ponse du bolome`tre dans la gamme de fre´quence ou` la mesure de
la re´sonance plasma est re´alise´e. Cette calibration doit eˆtre syste´matiquement re´alise´e avant toute
mesure. Pour cela, la tempe´rature ou bien le champ magne´tique doit eˆtre choisi de telle sorte que
la re´sonance plasma n’apparaisse pas dans l’e´chantillon dans cette plage de fre´quence. Par la suite,
ce signal est retranche´ a` la re´ponse du bolome`tre enregistre´ pour les conditions de tempe´rature et
de fre´quence pour lesquelles la re´sonance plasma apparaˆıt.
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Fig. 2.14 – (a) De´pendance calcule´e par Peligrad et al [130] de la pulsation complexe d’une
cavite´ re´sonante en pre´sence d’un e´chantillon supraconducteur. La conductivite´ est de´crite par
σn(T ) = σn(Tc)/(a+bT/Tc) a` l’e´tat normal et par un mode`le bifluide pour l’e´tat supraconducteur
avec σ1(T ) = σn(Tc)(T/Tc)4 et σ2 = Kσn(Tc)[1 − (T/Tc)]4 (ici K = 20). De haut en bas σn(Tc)
augmente : pour le cas (A), l’e´chantillon est dans la limite de de´polarisation a` l’e´tat normal et
passe le seuil de de´polarisation dans l’e´tat supraconducteur. Pour les cas (B) et (C), l’e´chantillon
est de´ja` au-dessus du seuil de de´polarisation a` l’e´tat normal. b) Variation de la pulsation complexe
mesure´e expe´rimentalement en pre´sence d’un film mince de Bi2Sr2CaCu2O8+δ et c) dans un film
de YBa2Cu3O7−y.
Chapitre 3
Effet du de´sordre sur la
supraconductivite´ dans
Bi2Sr2CaCu2O8+δ
3.1 Effet du de´sordre dans les supraconducteurs a` haute
tempe´rature critique
Fig. 3.1 – Re´partition spatiale du gap supraconducteur obtenue par McElroy et al [132] dans
quatre e´chantillons de Bi2Sr2CaCu2O8+δ. Des figures (a) a` (d), le dopage diminue.
L’importance du de´sordre cristallin sur les proprie´te´s physiques des cuprates est connue depuis
leur de´couverte. L’e´tat supraconducteur apparaˆıt pour une valeur anormalement faible du dopage.
Il est donc probable que dans la re´gion sous-dope´e, les atomes d’oxyge`ne pour le Bi2Sr2CaCu2O8+δ
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soient re´partis de manie`re de´sordonne´e dans le compose´. Cependant, une se´rie d’expe´riences spec-
taculaires de microscopie a` effet tunnel a` balayage a montre´ que le de´sordre n’est pas seulement
important dans la re´gion sous-dope´e du diagramme de phase, mais pourrait meˆme eˆtre une pro-
prie´te´ ge´ne´rale de nombreux compose´s SHTc. En 2001, les groupes de Davis [133] et de Kapitul-
nik [134] annoncent paralle`lement l’observation d’inhomoge´ne´ite´s spatiales dans la densite´ locale
des quasiparticules dans des monocristaux Bi2Sr2CaCu2O8+δ1. L’e´tendue spatiale de ces inho-
moge´ne´ite´s est de l’ordre de quelques longueurs de cohe´rence. Des observations similaires avaient
e´te´ de´ja` faites par Cren et al [135] sur des films minces. En supposant que la valeur du gap su-
praconducteur est obtenue en prenant la moyenne entre les deux pics de cohe´rence enregistre´e
localement, la figure 3.1 montre que la valeur du gap pre´sente de fortes variations sur une distance
caracte´ristique de l’ordre de 50 a` 100 A˚. En 2002, Lang et al [136] e´tudient l’effet du dopage sur
de telles inhomoge´ne´ite´s. La valeur absolue du gap dans le cas sous-dope´ varie de 20 a` 64 meV
avec une forte dispersion. En revanche, pour le cas optimalement dope´, la valeur moyenne du gap
est d’environ 25 meV et les zones exhibant des valeurs supe´rieures de gap sont tre`s petites. Au
fur et a` mesure que le dopage diminue, l’e´tendue spatiale des iloˆts ou` le gap pre´sente une valeur
importante augmente. La moyenne spatiale du gap obtenue par ces observations concorde avec les
valeurs obtenues par des mesures thermodynamiques. Ces mesures montrent aussi que la densite´
d’e´tats sous le maximum du gap ne varie que tre`s peu spatialement. Ceci est une indication que
cette densite´ d’e´tats est due aux quasiparticules le long des nœuds du gap, cohe´rentes et observe´es
sur les spectres de photoe´mission. Bien que moyenne´s sur les impurete´s fortement de´sordonne´es
spatialement, ces e´tats a` basse e´nergie sont toujours bien de´finis.
Quant a` la relation de la dispersion des spectres au de´sordre sous-jacent, une corre´lation spa-
tiale entre l’amplitude du gap et la disposition des atomes d’oxyge`ne dans les plans re´servoirs a
e´te´ observe´e par McElroy et al [137]. Nunner et al [138] conside`rent que la pre´sence des atomes
d’oxyge`ne dans les plans re´servoirs module a` courte porte´e le potentiel d’interaction entre les qua-
siparticules au sein des plans CuO2. Ils expliquent ainsi la variation spatiale de la valeur du gap.
En 2006, Lee et al [139] interpre`tent certains aspects des spectres tunnel en termes de modes de
bosons et confortent ainsi la the´orie du couplage de type boson pour la supraconductivite´ non
conventionnelle. L’interpre´tation fine des spectres est toujours sujette a` de´bat. En particulier,
Howald et al [134] remarquent que pour les zones inhomoge`nes, il y a deux pics dans le spectre
tunnel mais sans pics de cohe´rence clairement mesurables. L’e´nergie du pic qui apparaˆıt a` plus
grande tension correspond avec le pseudogap trouve´ a` l’e´tat normal dans les meˆmes e´chantillons.
Le groupe de Kapitulnik [140] conside`re que les pics qui apparaissent a` des voltages importants
sur les spectres ne sont pas des pics de cohe´rence associe´s a` une valeur du gap supraconducteur
importante. Il propose qu’il s’agit d’e´tats re´sonants localise´s dans une petite re´gion supraconduc-
trice dont la taille est de quelques fois la longueur de cohe´rence. Dans les spectres de conductance
tunnel, une irre´gularite´ situe´e a` plus faible tension que le pic maximum est observe´e. Il propose
que ce pic soit duˆ a` la supraconductivite´ induite par effet de proximite´ des zones voisines. Martin
et Balatsky [141] ont aussi conside´re´ l’effet d’une distribution inhomoge`ne de zones supraconduc-
trices sur la valeur moyenne thermodynamique du gap et de la densite´ d’e´tats.
La conclusion finale reste que les compose´s de la famille des Bismuthates montrent en ge´ne´ral,
quel que soit le dopage, des proprie´te´s e´lectroniques tre`s he´te´roge`nes. Les questions qui se posent
sont alors les suivantes :
– Le de´sordre est-il pre´judiciable a` la supraconductivite´ ?
– Comment les proprie´te´s supraconductrices sont-elles modifie´es ?
– Les supraconducteurs SHTc sont-ils mieux de´crits comme des mate´riaux propres, de type
BCS d-wave avec quelques de´fauts ou bien l’e´tat de´sordonne´ implique-t-il un point de de´part
fondamentalement diffe´rent, c’est-a`-dire un mauvais me´tal proche de la localisation, avec de
fortes fluctuations de phase [142, 143] ? Dans ce dernier cas, la re´gion en dessous de T ∗ est
1Ces re´sultats sont obtenus pour le Bi2Sr2CaCu2O8+δ qui, en raison de sa forte anisotropie se clive tre`s facilement
suivant l’axe c permettant d’obtenir des surfaces sans marches.
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assimilable a` un ’liquide de vortex’, supraconducteur mais sans cohe´rence de phase a` longue
distance.
Dans la suite, nous proposons d’employer la Re´sonance Plasma Josephson (RPJ) pour appor-
ter un e´le´ment de re´ponse. La RPJ est une sonde sensible tant au comportement physique des
quasiparticules, qu’aux fluctuations de phase interplan.
Par la suite, nous proposons de mesurer directement la sensibilite´ de la supraconductivite´ au
de´sordre en introduisant des de´fauts de manie`re artificielle. Nous utilisons pour cela l’irradiation
aux e´lectrons d’e´nergie 2.5 MeV. Le chapitre est organise´ de la manie`re suivante : dans la sec-
tion 3.2, nous rappelons les principaux re´sultats expe´rimentaux obtenus par la substitution et par
l’irradiation. Puis nous rappelons les pre´dictions the´oriques concernant l’effet d’un de´sordre sur
les proprie´te´s d’un supraconducteur propre : la densite´ suprafluide dans les plans puis perpendi-
culairement aux plans. Enfin, nous pre´sentons la me´thode expe´rimentale avant de pre´senter les
re´sultats.
3.2 Effet de la substitution et de l’irradiation
De nombreuses e´tudes expe´rimentales portant sur l’effet des substitutions et de l’irradiation
sur les SHTc ont e´te´ re´alise´es. Meˆme si la plupart d’entre elles portent sur YBa2Cu3O7−y, les
re´sultats semblent eˆtre ge´ne´raux pour tous les SHTc.
3.2.1 Substitution
L’effet des substitutions des ions de cuivre par des impurete´s avec le meˆme e´tat de charge a
permis de montrer l’importance de la stochiome´trie des plans CuO2 pour la supraconductivite´
dans les compose´s cuprates. En particulier, dans YBa2Cu3O7−y, la substitution des atomes de
cuivre au sein des plans CuO2 provoque une baisse de la tempe´rature critique beaucoup plus forte
que la substitution des atomes de cuivre formant les chaˆınes Cu-O [144, 145]. Similairement, dans
le compose´ Bi2Sr2CaCu2O8+δ, Maeda et al [146] montrent que la substitution des sites sur les
plans CuO2 re´duit fortement la tempe´rature critique. Une seconde observation e´tonnante est que
la substitution par des atomes de zinc, a` priori non-magne´tiques, provoque une baisse plus rapide
que le nickel de spin 1. Cette observation privile´gie une syme´trie non conventionnelle car seules les
impurete´s magne´tiques sont pair-breaking dans une syme´trie s-wave [69, 70]. Cependant, Alloul
et al [147] montrent que dans ce meˆme compose´, la substitution au zinc provoque l’apparition de
moments magne´tiques localise´s sur les atomes de cuivre au voisinage de l’impurete´. L’amplitude
de ces moments diminue au fur et a` mesure que le dopage augmente.
La baisse de la tempe´rature critique n’est pas due a` un changement de dopage par perte
des atomes d’oxyge`ne dans les plans. En effet, a` l’e´tat normal, la densite´ d’e´tat ne change pas
au niveau de Fermi ; ceci est ve´rifie´ par des mesures de chaleur spe´cifique [148], des mesures de
de´calage de Knight [149] ainsi que par des mesures de pouvoir thermoe´lectrique a` tempe´rature
ambiante [150, 151, 152].
La re´sistivite´ a` l’e´tat normal suit une loi de Mathiessen. Le terme supple´mentaire est en effet
inde´pendant de la tempe´rature et ce, entre la tempe´rature ambiante et la tempe´rature critique.
Ceci montre que la diffusion induite sur les impurete´s est de type e´lastique et isotrope. Ainsi,
le dopage au zinc ne change pas le comportement me´tallique de la re´sistivite´ dans les compose´s
sur-dope´s et le caracte`re semi-conducteur des compose´s sous-dope´s. En revanche, au dela` d’une
concentration critique de zinc, YBa2Cu3O7−y et L2−xSrxCuO4 sous-dope´s deviennent isolants a`
la fois suivant l’axe c et suivant les plans[153].
Dans l’e´tat supraconducteur, Bonn et al [145] montrent qu’en pre´sence d’impurete´s de zinc,
la longueur de pe´ne´tration λab dans YBa2Cu3O6.95 passe d’un comportement line´aire a` un com-
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portement quadratique en tempe´rature. Ils montrent e´galement que le temps de diffusion des
quasiparticules dans l’e´tat supraconducteur diminue. Ces effets e´tant plus faible en pre´sence de
nickel, les auteurs en de´duisent que la diffusion sur le zinc est dans la limite unitaire et que celle sur
le nickel est du type Born. Bernhard et al [152] tentent de relier quantitativement la diminution
de la densite´ superfluide au taux de substitution et concluent que le mode`le d’Abrikosov-Gorkov
traite´ dans la limite unitaire explique les re´sultats. En revanche, Nachumi et al [154] par des me-
sures similaires, parviennent a` la conclusion qu’il faut e´galement prendre en compte l’apparition
de zones spatiales normales (mode`le du ’swiss cheese’).
3.2.2 Effet de l’irradiation
Selon plusieurs e´tudes, les effets de l’irradiation dans les SHTc sont similaires a` la substitution
chimique au Zinc ou au Nickel, induisant des de´fauts dans la limite unitaire. Les premie`res irradia-
tions sur les supraconducteurs sous forme de ce´ramique [155] montrent, qu’outre une diminution
de la tempe´rature critique, le courant critique entre les grains diminue fortement. Afin de connaˆıtre
les types de de´fauts induits par irradiation, Legris et al [156, 157, 158] e´valuent que les e´nergies
seuil de de´placement valent respectivement 10 et 15 eV pour les atomes de cuivre et d’oxyge`ne
dans les plans CuO2 du compose´ YBa2Cu3O7−y. Comme pour l’effet des substitutions, ces der-
niers montrent que la baisse observe´e de la tempe´rature critique ne peut eˆtre due au changement
de dopage car la constante de Hall a` l’e´tat normal ne change pas. En outre, les auteurs excluent un
me´canisme classique de de´pairage par des impurete´s magne´tiques pour expliquer leurs re´sultats.
En 1994, Giapintzakis et al [159] utilisent une colonne de microscope a` transmission modifie´e pour
e´tudier l’effet de l’irradiation a` 350 keV sur YBa2Cu3O7−y. Les auteurs concluent que l’effet des
de´placements d’oxyge`ne au sein des plans CuO2 est dominant pour la suppression de Tc et excluent
aussi une syme´trie s-wave. En revanche, l’irradiation est re´alise´e a` 90 K, s’accompagnant d’une pro-
portion importante de de´fauts recuits a` la tempe´rature ambiante. Tolpygo et al [160, 161] e´tudient
l’irradiation des e´lectrons entre 20 et 120 keV sur des films minces de YBa2Cu3O7−y et trouvent
que la the´orie de pair-breaking applique´e au mode`le d-wave permet d’expliquer les re´sultats. Naka-
mae et al [162, 163] trouvent que la conductivite´ thermique extrapole´e a` tempe´rature nulle ne varie
pas avec l’irradiation aux e´lectrons de 2.5 MeV. En 2001, Rullier-Albenque et al [164] montrent
que dans l’YBa2Cu3O7−y sous-dope´ et optimalement dope´, la relation d’Abrikosov Gor’kov est
viole´e a` fortes fluences : la tempe´rature critique de´croˆıt line´airement avec la fluence et ce, jusqu’a` la
tempe´rature nulle. Les auteurs attribuent cet effet a` l’existence de fluctuations de phase quantique
du parame`tre d’ordre. Plus re´cemment, les meˆmes auteurs [165] ont montre´ que l’effet Nernst qui
existe dans l’e´tat normal de YBa2Cu3O7−y, augmente fortement avec l’irradiation aux e´lectrons
a` 2.5 MeV. Cette augmentation signifie que les fluctuations deviennent plus importantes avec le
de´sordre. Ceci vient confirmer l’approche de Emery et Kivelson [142] qui estiment que dans les
mauvais me´taux, la tempe´rature critique est diminue´e par rapport a` sa valeur de champ moyen
en raison des fluctuations classiques et quantiques.
3.3 Qu’apporte la RPJ ?
La mesure de la longueur de pe´ne´tration λc dans les monocristaux par les me´thodes d’exclusion
du champ sont tre`s de´licates car souvent λc est supe´rieur a` l’e´paisseur des monocristaux dispo-
nibles. Pour cela, la RPJ est une technique de choix.
Shibauchi et al [166] ont mesure´ la RPJ dans une se´rie d’e´chantillons Bi2(Sr,La)2CaCu2O8+δ
en variant le dopage par substitution des atomes de strontium par du lanthane. Ils trouvent que le
courant critique suivant l’axe c de´croˆıt exponentiellement avec le dopage. Ils mesurent e´galement la
conductivite´ a` l’e´tat normal suivant l’axe c ainsi que celle des quasiparticules dans l’e´tat supracon-
ducteur sous forts champs magne´tiques. Les auteurs montrent ainsi que le mode`le d’Ambegaokar
et Baratoff [69, 70] ne peut pre´dire une telle de´croissance dans l’e´tat sous-dope´ pour le cou-
rant critique en prenant la valeur commune´ment admise du gap supraconducteur moyen mesure´
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expe´rimentalement par les mesures de transport. Ils en de´duisent donc que, dans l’e´tat sous-dope´,
il existe des zones dans lesquelles la supraconductivite´ est fortement de´truite. Des conclusions
similaires sont apporte´es par Suzuki et al [167] par des mesures de transport suivant l’axe c dans
des structures me´sas de Bi2Sr2CaCu2O8+δ.
Dans un autre registre, Basov et al [168] ont re´cemment utilise´ la re´sonance plasma pour son-
der localement le couplage interplan. Ces auteurs ont trouve´ que λc de´croˆıt line´airement avec la
conductivite´ DC suivant l’axe c dans les cuprates. La re´sonance plasma Josephson s’e´tablit ty-
piquement sur une aire λ2J , ou` λJ est la longueur Josephson. Toute inhomoge´ne´ite´ du courant
critique suivant l’axe c dont la distance caracte´ristique est de l’ordre de λJ devrait donc provoquer
une dispersion en fre´quence de la re´sonance. En mesurant la RPJ dans une se´rie d’e´chantillons de
La2−xSrxCuO4 dont le dopage varie, ces auteurs [115, 169, 170] observent que dans le compose´
dope´ a` x = 1/8, la re´sonance plasma pre´sente une forte dispersion en fre´quence et attribuent cet
effet a` la pre´sence de stripes et d’inhomoge´ne´ite´s de charge.
3.4 De´sordre : ge´ne´ralite´s
Les quasiparticules interagissent avec des impurete´s soit a` travers leur charge, soit a` travers
leur spin. Dans le premier cas, lorsque l’impurete´ a une configuration e´lectronique diffe´rente de
celle des e´le´ments de la matrice hoˆte, elle interagit avec la densite´ des e´lectrons de conduction a`
travers le potentiel coulombien. Dans les bons me´taux, l’interaction de Coulomb est e´crante´e sur
des longueurs de l’ordre du parame`tre cristallin. Pour cela, le potentiel de diffusion V est souvent
conside´re´ comme local V (r) = δ(r − r0)V0.
L’effet de la diffusion des quasiparticules sur les impurete´s peut eˆtre de´crit en introduisant un
temps de vie fini τ pour que la quasiparticule reste dans un e´tat d’e´nergie donne´. En utilisant la
re`gle d’or de Fermi, le taux de diffusion de la quasiparticule entre deux e´tats k et k′ s’exprime
Γ =
~
τ
=
2pi
~
nimp|〈k|V |k′〉|2N(EF ) , (3.1)
ou` V est le potentiel de diffusion de l’impurete´, nimp la densite´ de de´fauts, et N(EF ) la densite´
d’e´tats au niveau de Fermi.
Le proble`me des impurete´s dans les supraconducteurs pre´sente des analogies avec les impurete´s
dans les semiconducteurs. Dans ce dernier cas, l’ouverture du gap re´sulte toutefois de la pe´riodicite´
du potentiel cristallin et ne de´pend donc pas d’un effet coope´ratif. Dans les semiconducteurs, une
impurete´ dont le potentiel est de syme´trie sphe´rique cre´e un e´tat lie´ dans le gap. La position de
ce niveau d’e´nergie localise´ de´pend de l’intensite´ du potentiel de diffusion de l’impurete´. Dans la
limite de Born (V ¿ 1), le niveau se situe tre`s pre`s d’un des deux bords du gap (suivant le signe
du potentiel, l’impurete´ est accepteuse ou donneuse et il s’agit du bord supe´rieur ou infe´rieur). Au
fur et a` mesure que le potentiel de diffusion augmente, le niveau de l’impurete´ se de´place vers le
milieu du gap. Le ’phase shift’ (de´calage de phase) permet de quantifier cet effet :
δ(ε) = − tan−1(piN(ε)V ) , (3.2)
avec N(ε) la densite´ d’e´tats. Le taux de diffusion peut s’e´crire
~Γ =
nimp
piN(²)
1
1 + cot2(δ(²))
(3.3)
Dans le cas d’une diffusion intense, qualifie´e de limite unitaire, V → −∞ et δ → pi/2, l’e´tat lie´
se trouve tre`s pre`s du milieu du gap. Si on suppose que les bandes d’e´nergie sont syme´triques
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par rapport au niveau de Fermi, le niveau de l’impurete´ est pre´cise´ment au niveau de Fermi et
influence grandement les proprie´te´s de transport. Le taux de diffusion s’exprime alors comme
~Γ =
nimp
piN(EF )
. (3.4)
Dans le cas de la limite de Born, V ¿ 1, le taux de diffusion s’exprime comme
~Γ = nimppiN(EF )V 2 , (3.5)
En plus des interactions e´lectrostatiques, si l’impurete´ a un moment magne´tique, il y a une
interaction d’e´change entre le spin local de l’impurete´ et les e´lectrons de conduction. La porte´e
de cette interaction de´pend de la structure quantique du nuage e´lectronique associe´ au spin. Dans
les me´taux, cela conduit a` l’interaction RKKY (Rudermann, Kittel, Kasuya et Yosida) et a` l’ef-
fet Kondo. Il est possible de conside´rer que les spins des impurete´s sont statiques ou bien qu’ils
peuvent eˆtre modifie´s en raison de leur interaction avec les e´lectrons de conduction. Dans ce der-
nier cas, le mode`le d’Anderson pre´dit alors que le niveau d’e´nergie de l’impurete´ acquiert lui-aussi
une largeur finie Γ ∝ |V |2N0. Cependant, ce mode`le ne peut eˆtre re´solu que dans les cas limites
ou` pre´domine une des deux e´nergies caracte´ristiques : l’e´nergie de re´pulsion coulombienne sur le
site de l’impurete´ ou l’interaction V .
3.4.1 Approche thermodynamique pour une syme´trie s-wave
3.4.1.1 Impurete´s non-magne´tiques et the´ore`me d’Anderson
En 1959, Anderson [104] montre que des impurete´s non-magne´tiques n’ont pas d’effet sur
les proprie´te´s thermodynamiques d’un supraconducteur conventionnel. Tc, la valeur du gap et le
champ critique thermodynamique restent donc inchange´s. Cette the´orie de´coulait de l’observation
expe´rimentale que la tempe´rature critique d’un supraconducteur conventionnel pre´sente une di-
minution initiale rapide, suivie par une faible de´croissance de la tempe´rature critique avec l’ajout
d’impurete´s non-magne´tiques. Comme l’e´tat supraconducteur provient d’une instabilite´ de la mer
de Fermi due a` l’appariement des e´tats de moment oppose´s, Anderson en de´duit que toute pertur-
bation qui ne le`ve pas cette de´ge´ne´rescence n’affecte pas la tempe´rature critique supraconductrice
de champ moyen. Les fonctions d’ondes des quasiparticules en pre´sence de diffusion e´lastique sur
les de´fauts sont alors exprime´es a` partir des fonctions d’ondes dans le cas sans de´sordre. L’interac-
tion entre ces nouvelles fonctions d’ondes reste identique. En revanche, la diffusion des paires sur
les impurete´s provoque le moyennage du potentiel d’interaction de type BCS sur toute la surface
de Fermi. Ceci a pour effet de ”gommer” les effets d’anisotropie de la surface de Fermi. Pour
un compose´ de syme´trie s-wave anisotrope, la diffusion sur les impurete´s ”moyenne” le potentiel
d’interaction effectif entre les deux quasiparticules formant une paire de Cooper sur des endroits
de l’espace re´ciproque ou` le gap varie et ou` donc l’e´nergie d’appariement est moins favorable. Ceci
provoque une re´duction du gap effectif et explique la baisse initiale de Tc observe´e. En revanche,
puisqu’il existe toujours une composante non-nulle du parame`tre d’ordre dans le cas d’une syme´trie
s-wave, la tempe´rature critique et le gap ne s’annulent jamais. Par ailleurs, les pre´dictions BCS
effectue´es pour des compose´s avec une surface de Fermi sphe´rique (pour un mate´riau tridimen-
sionnel) sont mieux ve´rifie´es pour les supraconducteurs ”impurs”.
L’hypothe`se du the´ore`me d’Anderson est qu’en pre´sence d’impurete´s, le parame`tre d’ordre su-
praconducteur peut toujours eˆtre conside´re´ comme uniforme dans l’espace. Un argument qualitatif
concernant l’applicabilite´ de ce the´ore`me consiste a` comparer la longueur de cohe´rence ξ ∼ vF /∆0
avec la longueur d’e´crantage de Thomas Fermi. En supposant pour simplifier que la longueur
d’e´crantage est de l’ordre du parame`tre de maille a, le the´ore`me d’Anderson reste valide dans les
compose´s pour lesquels ξ À a. Par ailleurs, on suppose aussi que les impurete´s sont dans la limite
dilue´e et qu’il n’y a pas formation de bandes d’impurete´s dans l’e´tat normal. La` encore, le the´ore`me
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d’Anderson permet de comprendre que les effets des impurete´s de´pendent de l’e´chelle d’observa-
tion : une moyenne thermodynamique sur tout l’e´chantillon permet de bien de´crire les proprie´te´s
macroscopiques. Dans le cas d’une impurete´ de syme´trie sphe´rique dans un supraconducteur de
syme´trie s-wave, le parame`tre d’ordre et la densite´ d’e´tats pre´sente cependant des oscillations de
type Friedel autour de l’impurete´ [171] de pe´riode environ ∼ 1/kF .
3.4.1.2 Impurete´s magne´tiques et the´orie d’Abrikosov Gor’kov
Le spin ~S d’une impurete´ magne´tique provoque la leve´e de la de´ge´ne´rescence entre un e´tat
d’e´nergie +~k et −~k lorsqu’il interagit avec les spins des quasiparticules par le terme d’e´change
−2J ~S ·~s. Si cette interaction est forte, la paire sera brise´e. En 1961, Abrikosov et Gor’kov proposent
d’associer un temps de vie τ a` la diffusion dans la limite de Born d’une paire de Cooper sur une
impurete´ magne´tique statique. Ce temps de vie repre´sente le temps ne´cessaire pour que les phases
respectives des deux quasiparticules formant une paire de Cooper soient comple`tement de´corre´le´es.
En apportant une diffe´rence d’e´nergie 2α entre les deux niveaux d’e´nergie des e´tats apparie´s, le
temps de vie τ de la paire est [172]
2α =
~
τ
, (3.6)
car, cette diffe´rence d’e´nergie de ~/τ pendant un temps τ provoque une diffe´rence de phase de
l’ordre de l’unite´, ou de manie`re e´quivalente le retournement d’un des deux spins. α est le pa-
rame`tre de pair-breaking et peut eˆtre utilise´ pour de´crire tout type de me´canismes provoquant la
destruction de l’e´tat supraconducteur. Dans le cas d’une densite´ nimp d’impurete´s magne´tiques de
spin S,
~
τ
∼ J2S(S + 1)N(EF )nimp . (3.7)
Afin d’empeˆcher toute corre´lation et instauration d’un ordre magne´tique, Abrikosov et Gor’kov [173]
conside`rent alors une distribution ale´atoire de moments magne´tiques localise´s dont le spin est sta-
tique. Les interfe´rences entre les fonctions d’ondes de plusieurs quasiparticules ayant diffuse´ sur des
impurete´s diffe´rentes ne sont pas prises en compte, en supposant que la condition de localisation
faible kF lÀ 1 est satisfaite.
Les proprie´te´s supraconductrices sont obtenues en moyennant le gap supraconducteur de type
BCS sur une grande population de spins, c’est-a`-dire quand la distance entre les impurete´s
magne´tiques est infe´rieure a` ξ2. Le temps de vie τ d’une paire de Cooper provient alors de la
diffusion de la paire sur un grand nombre d’impurete´s. Dans ces conditions, la tempe´rature cri-
tique varie comme
ln
Tc
Tc0
= ψ
(
1
2
)
−Ψ
(
1
2
+
α
2pikBTc
)
, (3.8)
ou` Tc0 est la tempe´rature critique du supraconducteur sans impurete´s magne´tiques.
Il s’agit d’une fonction universelle qui ne de´pend que du parame`tre α.
Dans le cas de faibles valeurs de α, il est possible de line´ariser cette expression
kB(T 0c − Tc) =
piα
4
=
pi
8
~
τ
. (3.9)
L’approche d’Abrikosov Gor’kov pre´voit aussi la suppression du gap supraconducteur avec la
concentration de de´fauts, ainsi que l’apparition d’une densite´ d’e´tats finie au niveau de Fermi,
repre´sentant les quasiparticules d’une paire de Cooper qui a e´te´ brise´e par la diffusion sur les im-
purete´s. Le re´sultat d’Abrikosov et Gor’kov montre e´galement qu’il existe un domaine de concen-
tration d’impurete´s pour lequel ~/τ ∼ ∆ bien que la tempe´rature critique ne soit pas nulle.
Cet effet caracte´rise´ de ”gapless supraconductivity” (supraconductivite´ sans gap) a e´te´ effective-
ment observe´ par Relf et Wolf [174, 175] par des mesures d’effet tunnel sur des films d’alliages
me´talliques.
2toutefois, les spins sont suppose´s sans interaction entre eux
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La suppression comple`te de la tempe´rature critique intervient pour α = αc = 0.88Tc0. En posant,
α = ηαc et Tc = βTc0, la relation d’Abrikosov Gor’kov devient
ln (β) = Ψ
(
1
2
)
−Ψ
(
1
2
+
η
β
0.88
2pi
)
. (3.10)
La figure 3.2 montre la de´pendance de Tc/Tc0 en fonction de α/αc. Initialement, nous observons
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Fig. 3.2 – Evolution de Tc/Tc0 en fonction de α/αc.
une de´croissance line´aire suivie par une plus forte de´croissance : lorsque Tc diminue, α diminue
aussi, ce qui acce´le`re la de´croissance.
3.4.2 Approche locale pour une syme´trie s-wave
L’approche d’Anderson et d’Abrikosov et Gor’kov suppose qu’il est toujours possible de conside´rer
le parame`tre d’ordre comme constant dans l’espace en pre´sence des impurete´s. Toutefois, au voi-
sinage d’une impurete´, les proprie´te´s e´lectroniques varient sur une courte distance. Strictement
parlant, si on s’inte´resse aux proprie´te´s thermodynamiques d’un mate´riau, ces conside´rations ne
sont pas importantes. En passant a` la limite thermodynamique, pour la limite d’une faible densite´
d’impurete´s, l’effet des proprie´te´s locales est moyenne´ a` ze´ro. Toutefois avec les techniques de
microscopie a` effet tunnel, il est ne´cessaire de s’inte´resser aux proprie´te´s locales.
Yu, Shiba et Rusinov [176, 177, 178] e´tudient le cas d’une impurete´ magne´tique isole´e dans
un supraconducteur conventionnel traite´ dans la limite unitaire. En re´solvant les e´quations de
Bogoliubov-de Gennes, ces auteurs montrent qu’au voisinage de l’impurete´, un e´tat lie´ est induit
comme dans les semiconducteurs. L’e´nergie de cet e´tat se trouvant proche du niveau de Fermi pour
le cas d’une diffusion dans la limite unitaire, il s’agit donc d’un e´tat lie´ re´sonant. Par conse´quent,
le gap supraconducteur est localement de´truit au voisinage de l’impurete´ magne´tique sur une
distance caracte´ristique de´termine´e par la longueur de Fermi. Cette approche locale se raccorde a`
la the´orie d’Abrikosov Gor’kov. Lorsque le nombre d’impurete´s est important, la formation de ces
e´tats localise´s finit par de´truire la supraconductivite´. Cette approche permet aussi de voir qu’en
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pre´sence d’impurete´s, la densite´ d’e´tats au niveau de Fermi ne se comporte plus commeN(EF ) ∝ E
a` basse e´nergie. La concentration de quasiparticules ne disparaˆıt pas a` basse tempe´rature.
3.4.3 Extension au cas d’une syme´trie d-wave
Dans le cas d’une syme´trie non conventionnelle, la diffusion d’une paire de Cooper sur une im-
purete´ peut provoquer le moyennage de l’interaction effective sur des zones de l’espace des phases
ou` le parame`tre d’ordre est de´phase´ de pi. Ceci n’est vrai que si les vecteurs d’onde de la paire
apre`s la diffusion sont comple`tement de´corre´le´s. Dans ce cas, ce processus de´truit la cohe´rence de
phase de la paire. Il est donc lui-aussi pair-breaking comme pour le cas d’une impurete´ magne´tique
dans un supraconducteur conventionnel car l’interfe´rence re´duit alors ∆ et Tc a` ze´ro. Il est donc
commune´ment admis que tout type de de´fauts provoquent la suppression de la supraconductivite´
non conventionnelle.
Puisque l’approche d’Abrikosov Gor’kov est ge´ne´rale pour le traitement des effets de pair-
breaking, il est possible de l’adapter au cas des impurete´s non-magne´tiques pour une syme´trie non
conventionnelle du parame`tre d’ordre [179]. Il faut alors exprimer τ en fonction des parame`tres
caracte´risant le type de pair-breaking. La` encore, un domaine de supraconductivite´ sans gap (’ga-
pless’) est pre´vu.
Comme pour le cas d’une supraconductivite´ conventionnelle, une impurete´ de´truit localement
le gap supraconducteur et induit un niveau localise´. La seule diffe´rence est que l’impurete´ peut
aussi eˆtre non-magne´tique dans ce cas. En s’e´loignant de l’impurete´, le gap reprend sa valeur
maximale avec des oscillations de pe´riode 1/2kF . La` encore, la position du niveau d’e´nergie de
l’impurete´ de´pend de l’intensite´ du potentiel diffuseur. Dans la limite de Born, l’e´tat est tre`s proche
des bords du gap, et dans la limite unitaire, il est tre`s proche du milieu du gap. En revanche, dans
une syme´trie de type d-wave, la densite´ d’e´tats monoe´lectroniques reste non-nulle sous le gap
supraconducteur dans une description de type semi-conducteur : dans un syste`me pur, il varie
line´airement avec l’e´nergie. Par conse´quent, le niveau de l’impurete´ se me´lange avec le continuum
des quasiparticules pour donner des e´tats re´sonants virtuels (’virtual bound state’) avec un temps
de vie fini. Dans la limite unitaire, l’e´tat virtuel lie´ a` l’impurete´ est une re´sonance fine car la
densite´ d’e´tats du continuum est faible en ce point. En revanche, dans la limite de Born, sa largeur
en e´nergie est tre`s grande et son temps de vie diminue fortement.
Il existe une e´cole de pense´e qui conside`re que l’e´tat supraconducteur dans les supraconducteurs
a` haute tempe´rature critique est en compe´tition avec un autre ordre, comme un ordre magne´tique.
Lorsque la supraconductivite´ est localement de´truite a` travers l’effet des impurete´s, l’ordre concur-
rent apparaˆıt. Cette hypothe`se est ve´rifie´e par les mesures de RMN [147] qui montrent qu’au voi-
sinage des impurete´s non-magne´tiques, il y a apparition de moments magne´tiques localise´s : les
plans CuO2 e´tant caracte´rise´ par un ordre antiferromagne´tique, la pre´sence d’une impurete´ rompt
l’e´quilibre des forces magne´tiques locales.
En 1997, Yazdani et al [182] e´vaporent des atomes de Mn, Gd et de Ag a` la surface d’e´chantillons
de nobium. Les mesures de conductance diffe´rentielle a` l’aide du STM montrent que la densite´
d’e´tats sous le gap supraconducteur du nobium augmente sur une distance de 10 A˚ autour des
atomes de Mn et de Gd, alors qu’elle ne change pas autour des atomes de Ag. La variation de
densite´ d’e´tats est asyme´trique autour du niveau de Fermi. Cette observation montre que les im-
purete´s magne´tiques de´pose´es sont de type pair-breaking et provoquent l’apparition d’e´tats lie´s
sous le gap supraconducteur. En 1999, Yazdani et al [183] (surdope´) et paralle`lement Hudson et
al [184] (optimalement dope´) montrent qu’il existe des e´tats re´sonants de quasiparticules dans le
Bi2Sr2CaCu2O8+δ. Ils attribuent ces e´tats a` la pre´sence d’impurete´s. L’extension spatiale de ces
e´tats est de l’ordre de la longueur de cohe´rence. A partir du de´calage de ces e´tats par rapport au
niveau de Fermi, ces impurete´s sont des centres diffuseurs proches de la limite unitaire.
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Fig. 3.3 – Haut : e´volution de la densite´ d’e´tats d’un supraconducteur d-wave en fonction de
l’intensite´ du potentiel de diffusion d’une impurete´ non-magne´tique [180]. Bas : e´volution de la
densite´ d’e´tats en fonction de la densite´ d’impurete´s, a` gauche dans un supraconducteur de syme´trie
s-wave en pre´sence d’impurete´s magne´tiques proches de la limite unitaire, a` droite dans un supra-
conducteur de syme´trie d-wave en pre´sence d’impurete´s non-magne´tiques dans la limite unitaire
(d’apre`s [181]).
En 2000, Pan et al [185] e´tudient des monocristaux de Bi2Sr2CaCu2O8+δ dope´s au zinc et
trouvent des e´tats re´sonants. La conductance de ces e´tats est jusqu’a` 6 fois celle de la conductance a`
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l’e´tat normal et leur extension spatiale est la` encore tre`s faible. Leur e´nergie est toujours le´ge`rement
de´cale´ par rapport au niveau de Fermi et en ces re´gions, les pics de cohe´rence sont tre`s faibles.
Contrairement aux pre´dictions the´oriques, la de´croissance spatiale de ces e´tats re´sonants est plus
rapide le long des nœuds que le long des antinœuds. Cet effet peut eˆtre duˆ a` l’anisotropie de la
matrice de tunnel t⊥ qui fixe l’amplitude du courant tunnel, tel que mesure´ par STM comme
l’ont propose´ Martin et al [186] (voir paragraphe 1.9.1). Des e´tudes similaires [187] sur l’effet du
nickel montrent l’existence de deux pics distincts dans le spectre STM. Ceci est interpre´te´ par le
fait que la diffusion sur le nickel est a` la fois due a` de la diffusion coulombienne et magne´tique.
Ces e´tudes ont alors permis d’e´mettre l’hypothe`se que les proprie´te´s physiques de´pendant de la
diffusion comme la suppression de Tc, la re´sistivite´ re´siduelle et l’augmentation de σ1 en dessous de
Tc sont semblables pour les impurete´s de Nickel et de Zinc car leur de´calage en phase est semblable.
En revanche, les proprie´te´s cohe´rentes de la supraconductivite´ comme la densite´ suprafluide sont
beaucoup moins sensibles au nickel qu’au zinc. Ceci est en accord avec l’observation que les pics de
cohe´rence sont beaucoup plus supprime´s dans le cas du zinc que du nickel. Re´cemment, le groupe
de Yazdani a montre´ que la hausse de conductance diffe´rentielle autour des impurete´s de Nickel
persiste meˆme dans l’e´tat normal du pseudogap.
3.5 Effet du de´sordre sur le couplage interplan
3.5.1 Effet du temps de vie fini des quasiparticules
L’apparition du temps de vie fini des quasiparticules induit un changement de densite´ d’e´tat
en fonction de l’e´nergie. Dans la the´orie BCS d-wave, la densite´ d’e´tat est donne´e par [188]
Ns(E) =
2
pi~2
1
vF v2
E , (3.11)
ou` vF est la vitesse de Fermi associe´e a` la dispersion des quasiparticules suivant la direction
normale a` la surface de Fermi et v2, relie´e a` la pente du gap au niveau du nœuds et qui repre´sente la
dispersion des quasiparticules le long de la surface de Fermi. En revanche, en pre´sence d’impurete´s,
pour les e´nergies E ¿ Γs, il y a apparition d’une densite´ d’e´tat non-nulle au niveau de Fermi
Ns(E)/Nn(E) ∼ Γs∆0 + aE
2 , (3.12)
a e´tant une constante. Ainsi, a` suffisamment basse tempe´rature, l’effet du temps de vie finie des
quasiparticules doit toujours eˆtre observe´. Dans ce re´gime, Lee [189] pre´dit que la conduction
des quasiparticules au sein des plans, σ00, doit eˆtre universelle a` tempe´rature nulle (en ne´gligeant
les fortes interactions entre quasiparticules au sein des plans). Les impurete´s provoquent la for-
mation de quasiparticules par brisure des paires de Cooper mais en meˆme temps, re´duisent leur
temps de vie (∝ 1/Γs). L’intensite´ de la diffusion sur les impurete´s ne change pas σ00. En re-
vanche, elle fixe son domaine d’observation en de´terminant Γs : pour une diffusion de type unitaire,
Γs ∼ 0.6
√
Γn∆0, alors que pour une diffusion dans la limite de Born, Γs ∼ ∆0e−∆0/Γn .
La nouvelle densite´ d’e´tats des quasiparticules est quadratique, ce qui explique alors que le
comportement a` basse tempe´rature de la longueur de pe´ne´tration soit lui-aussi quadratique et non
plus line´aire [33, 34]. Ce changement de comportement dans le plan se refle`te aussi suivant l’axe
c : selon l’argument de Xiang et al [65] (voir paragraphe 1.9.1), la singularite´ de t⊥ n’est plus aussi
prononce´e. Lorsque T ¿ Γ, la constante de hopping peut alors eˆtre conside´re´e comme constante :
ρcs se comporte aussi comme T
2 a` basse tempe´rature. Xiang et al [65] trouvent alors pour T ¿ Γs
ρabs (T )
ρabs (0)
∼ 1− αab∆0Γ
(
T
∆0
)2
, (3.13)
ρcs(T )
ρcs(0)
∼ 1− αc 8pi3
Γ
∆0
(
T
∆0
)2
, (3.14)
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ou` αab et αc sont deux dimensions sans unite´ de´pendant du syste`me, de l’ordre de l’unite´. Le
pre´facteur du terme en T 2 dans ρcs est (Γ/∆0)
2 fois plus faible que celui de la composante supra-
fluide intraplan.
3.5.2 Effet des impurete´s dans les plans sur l’effet tunnel suivant l’axe
c
Latyshev et al [190] conside`rent explicitement l’effet des impurete´s dans les plans supraconduc-
teurs sur le transport par effet Josephson. Similairement a` la pre´diction de Lee pour une conduc-
tivite´ universelle σ00 suivant les plans, Latyshev et al conside`rent que les e´tats induits par les
impurete´s participent alors a` la conductivite´ suivant l’axe c : σc ∝ Ns(EF )/Γs = Nn(EF )/∆0
quand T → 0. Comme il y a compensation entre la cre´ation d’e´tats au niveau de Fermi et la baisse
du temps de vie des quasiparticules, dans la limite T → 0, ces niveaux donnent une contribution
universelle a` la conductivite´ des quasiparticules de l’ordre de
σcq(0)
Coh ≈ 2e
2t2⊥Nn(EF )s
pi~∆0
. (3.15)
Cette contribution cohe´rente a` la conductivite´ est valable pour des e´nergies infe´rieures au taux
de diffusion des quasiparticules dans l’e´tat supraconducteur Γs, ou` Γs ∼ (Γn∆0)1/2 dans la limite
unitaire et Γs ∼ ∆0 exp(−pi∆0/Γn) dans la limite de Born. Pour la composante de paires Cooper,
le courant critique devient
JCohc (0) ≈
2et2⊥Nn(EF )
~
≈ piσ
c
q(0)
Coh∆0
es
. (3.16)
Remarquablement, il s’agit du meˆme re´sultat obtenu par Radtke et al [80] (voir expression 1.45
du chapitre 1) pour le cas d’un effet tunnel incohe´rent. Cette expression revient aussi a` remplacer
σcn par σ
c
qp dans l’expression d’Ambegaokar et Baratoff (voir expression 1.37).
Dans le cas d’un processus incohe´rent, la conductivite´ devient
σcqp(0) ≈ σq(0)Coh
Γ
EF
, (3.17)
et pour la composante supraconductrice
Jc(0) ≈ Jc(0)Coh∆0
eF
. (3.18)
Pour cela, Latyshev et al [190] estiment que cette composante incohe´rente est ne´gligeable.
3.5.3 Effet des impurete´s des plans re´servoirs sur le hopping incohe´rent :
le mode`le IAH
Le tunneling incohe´rent ( ~k‖ 6= ~k′‖) implique un courant critique nul dans une syme´trie d-wave.
Toutefois, Radtke et al [80] et Hirschfeld et al [191] proposent que le transport se fasse par un
processus diffusif anisotrope (’anisotropic forward scattering’) sur les impurete´s situe´es entre les
plans (’impurity assisted hopping’ ou IAH). Le moyennage 〈∆(k1)∆(k2)〉 ne se faisant qu’au sein
d’un meˆme lobe du parame`tre d’ordre, une contribution non-nulle du tunneling incohe´rent au
courant critique Josephson est possible. Afin d’obtenir une contribution non-nulle, il faut que le
potentiel diffuseur soit dans la limite de Born.
Dans le cadre d’un me´canisme de hopping entre les plans, me´die´ par les impurete´s, Radtke et
al [80] expriment la conductivite´ a` l’e´tat normal comme
σcn = σ0[Nn(EF )]
2〈〈|Vk→k′ |2〉k〉k′ . (3.19)
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Il s’agit de la conductivite´ d’une jonction tunnel sous l’effet d’une perturbation obtenue par la
re`gle d’or de Fermi en appliquant une perturbation V pour faire passer les quasiparticules d’un
coˆte´ a` l’autre de la barrie`re. Radtke et al [80] trouvent pour le courant supraconducteur
Jc(T ) =
2e
~s2
(piNn(EF ))2〈〈|Vk−k′ |2〉k〉k′∆(T ) tanh
(
∆(T )
2kBT
)
. (3.20)
Cette forme est donc identique a` la formule obtenue par Ambegaokar-Baratoff dans le cas d’une
syme´trie s-wave (expression 1.38). Dans le cas d’une syme´trie d-wave, la diffusion doit eˆtre aniso-
trope afin d’avoir un terme 〈〈|Vk−k′ |2〉k〉k′ non nul pour que Jc(T ) 6= 0.
Hirschfeld et al [191] adoptent cette approche en incluant l’effet des impurete´s entre les plans
dont le potentiel de diffusion pre´serve la syme´trie d-wave
c
4piλ2c(T )
' σcn|V ′/V |2
∆0(T )
2
[
α− 12ζ(3)
pi
(
T
∆0(T )
)3]
, (3.21)
ou` V est la partie isotrope du potentiel de diffusion et V ′ la partie anisotrope, α ∼ 1. σcn =
2se2Nn(EF )/τc et τ−1c = 2n
c
ipiNn(EF )|V |2 dans la limite de Born. Dans cette approche, la conduc-
tivite´ suivant l’axe c est proportionnelle a` la densite´ des centres diffuseurs nci , qui permettent un
transfert entre les plans. Il est possible d’e´tendre cette expression pour le cas d’un parame`tre de
pair breaking Γn/Tc fini, toutefois elle n’est valable que pour T > Γs.
Xiang et al [65] conside`rent que le potentiel diffuseur 〈〈|Vk−k′ |2〉k〉k′ est de forme Lorentzienne,
c’est-a`-dire qu’il ne couple d’une couche a` l’autre que des quasiparticules dont les vecteurs d’onde
sont proches. Le potentiel est alors caracte´rise´ par δk, c’est-a`-dire l’e´cart des vecteurs admis pour
ce couplage. Le cas ou` δk → 0, qualifie´ de ’strong forward scattering’ donne
ρcs ∝ Γ⊥∆0Nn(EF )
[
1− 8 ln 2
(
T
∆
)2
+ o(T 2)
]
, (3.22)
avec Γ⊥ = 2piv20Nn(EF ). Ce re´sultat est obtenu en supposant une de´pendance Lorentzienne pour
la probabilite´ de diffusion des impurete´s : seules les quasiparticules dont les vecteurs d’ondes
sont proches (|k − k′| < δk) sont diffuse´es. Xiang et al [65] comparent cette contribution avec la
contribution de l’effet tunnel a` travers les orbitales 4s du Cu (paragraphe 1.9.1)
Γ⊥∆0Nn(EF )
T 2
∆20
∼ Nn(EF )t2⊥
(
T
∆0
)5
.
La comparaison donne une tempe´rature caracte´ristique T ∗ ∼ (Γ⊥∆0
t2⊥
)1/3Tc en dessous de laquelle, la
contribution du impurity assisted hopping a` la diminuation de la densite´ suprafluide est supe´rieure.
Cette approche pre´dit un changement de comportement pour λc de T 2 a` T 5 lorsque T > T ∗.
La pre´sence des impurete´s est donc e´voque´e pour expliquer une de´pendance quadratique dans
la densite´ suprafluide suivant l’axe c. Cette de´pendance est observe´e dans la plupart des compose´s.
Shibauchi et al [49] observent que dans La2−xSrxCuO4, λc(T ) pre´sente une variation plus forte
en tempe´rature que pour λab(T ). Ceci a aussi e´te´ trouve´ dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ optimalement
dope´ [46]. Par ailleurs, l’exposant de λc varie fortement en fonction du dopage, des impurete´s et
du nombre de couches CuO2 par maille. Dans YBa2Cu3O7−y, en diminuant le dopage, Bonn et
al [192] et Panagopoulos et al [67, 51] montrent que la de´pendance line´aire en tempe´rature de
λab change peu tandis que la de´pendance de λc passe de line´aire a` quadratique. Panagopoulos et
al [67, 51] montrent aussi que dans HgBa2Cen−1CunO2n+2+δ, l’exposant passe de 2 pour Hg1223
(n = 1) a` 5 pour Hg1201 (n = 0) tandis que λab reste toujours line´aire en tempe´rature [67]. De
meˆme, Gaifullin et al [68] trouvent que λc varie comme T 5 pour Bi2Sr2CaCu2O8+δ le´ge`rement
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sous-dope´ (Tc = 82.5 K), alors qu’il varie comme T 2 pour les compose´s sous-dope´s (Tc = 77.2
K) et le compose´ monocouche Bi2Sr2CuO6. Plus re´cemment, Panagopoulos et al [193] ont e´tudie´
les cuprates monocouches La2−xSrxCuO4 et HgBa2CuO4+x en fonction du dopage et montre´ un
changement de loi pour λab et λc en dessous du dopage correspondant a` l’apparition du pseudogap.
La de´pendance quadratique pour λc est aussi ve´rifie´e dans Tl2Ba2CuO6 [194] et dans κ-(BEDT-
TTF)2Cu[N(CN)2]Br [76].
3.5.4 Mode`le alternatif : les fluctuations de phase
Re´cemment, le mode`le des fluctuations de phase a rencontre´ quelques succe`s. Ce sce´nario,
propose´ par Emery et Kivelson [142] et Millis et al [195] pour de´crire la supraconductivite´ dans
les mauvais me´taux, prend en conside´ration les caracte´ristiques communes des SHTc que sont
la valeur tre`s faible de ξ et de la densite´ suprafluide. Jusqu’a` pre´sent, les ve´rifications les plus
convaincantes de ce mode`le ont e´te´ observe´es dans les SHTc irradie´s aux e´lectrons et substitue´s
au zinc. Cette approche permet ainsi de pre´voir la de´croissance line´aire de la tempe´rature critique
jusqu’a` sa disparition et le comportement de la re´sistivite´ [164]. Elle rend aussi compte des re´centes
mesures d’effet Nernst dans ces meˆmes e´chantillons [165, 196].
Dans le cadre ge´ne´ral de ce mode`le, Paramekanti [197] a calcule´ la de´pendance de la densite´
suprafluide hors plan. Il conside`re les fluctuations de phase dans le cadre d’un mode`le similaire a`
celui de Lawrence et Doniach (voir paragraphe 1.10). La` encore, les parame`tres importants sont
les deux e´nergies J et EJ . Dans ce mode`le, ils jouent le roˆle de termes de rigidite´ pour la phase
du parame`tre d’ordre, fixant sa sensibilite´ aux fluctuations thermiques et quantiques.
Les auteurs relient alors la variation des densite´s suprafluides dans les plans et hors plans aux
fluctuations de phases
λ−2(ab,c) ∼ ρ(ab,c)s ≡ ρ0(ab,c)s exp
(
−
〈δθ2(ab,c)〉
2
)
∼ ρ0(ab,c)s
(
1−
〈δθ2(ab,c)〉
2
− . . .
)
, (3.23)
ou` (ab, c) caracte´rise soit la direction paralle`le aux plans, soit la direction perpendiculaire et
ρ
0(ab,c)
s repre´sente la densite´ suprafluide intrinse`que sans l’effet des fluctuations de phases. Ce
mode`le conside`re alors l’effet de fluctuations autour d’une solution moyenne donne´e par la the´orie
BCS dans la syme´trie d. Pour cela, Paramekanti conside`re que la densite´ suprafluide suivant
l’axe c en l’absence de fluctuations, ρ0cs , ne de´pend pas de la tempe´rature. Pour cela, il e´voque
l’anisotropie de la matrice de tunneling, t⊥, de´ja` e´voque´e par Xiang et al [65] et Maki et al [75] :
la densite´ suprafluide ρ0cs est peu de´truite par l’excitation des quasiparticules puisque celles qui
peuvent eˆtre excite´es ne peuvent pas aise´ment tunneler. Dans ce cas, Paramekanti estime que
la densite´ suprafluide hors plan ρcs est de´truite par l’effet des fluctuations de phases au sein des
plans. Sa de´pendance en tempe´rature suit donc celle de ρabs . Pour estimer λc, Paramekanti [197]
introduit phe´nome´nologiquement dans son mode`le la densite´ line´aire suivant de ρab qui est observe´e
expe´rimentalement. Dans ce cas, Paramekanti trouve
1− ω
2
p(T )
ω2p(0)
= 〈δθ2⊥〉(T )− 〈δθ2⊥〉(0) =
4α
σ˜
(
T
J(0)
)
+ C2
2σ˜
3
(
T
J(0)
)2
(3.24)
ou` J = s²0/pi ∝ λ−2ab repre´sente le coefficient de rigidite´ de la phase suivant les plans du mode`le
de Lawrence et Doniach (expression (1.47)). α repre´sente la pente a` basse tempe´rature : J(T ) =
J(0)−αT . Enfin, σ˜ = sσab/(e2/h) repre´sente la conductivite´ normalise´ dans les plans. Le premier
terme (∝ α) vient de la de´croissance line´aire de la densite´ suprafluide des plans. Le second terme
vient de de la dissipation au sein des plans caracte´rise´e par la conductivite´ σab.
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3.6.1 Irradiation
Nous avons choisi une se´rie d’e´chantillons de Bi2Sr2CaCu2O8+δ sous-dope´s (se´rie MW100-n)
et optimalement dope´s (se´rie MW50n). Ces monocristaux proviennent du groupe du professeur
P. Kes et ont e´te´ synthe´tise´s a` l’aide de la me´thode de la zone fondue. Pour les e´chantillons op-
timalement dope´s (Tc ∼ 90K), la croissance se fait sous pression atmosphe´rique. En revanche,
pour les e´chantillons sous-dope´s, la croissance est effectue´e sous pression partielle de 25 mBar
d’oxyge`ne [198]. L’e´tape de recuit permet alors d’atteindre de tre`s faibles dopages tout en minimi-
sant la pre´sence de de´fauts. La taille typique des e´chantillons sous-dope´s est 1, 35× 1× 0, 04 mm3
et de 2× 2× 0, 08 mm3 pour les e´chantillons optimalement dope´s.
Les deux se´ries d’e´chantillons ont e´te´ irradie´es sur la ligne basse tempe´rature de l’acce´le´rateur
Van de Graaf du Laboratoire des Solides Irradie´s. L’e´nergie des e´lectrons est de 2.5 MeV. Une telle
e´nergie permet de de´placer tous les atomes du compose´ Bi2Sr2CaCu2O8+δ par chocs e´lastiques a`
une distance suffisante par rapport a` leur position initiale afin de d’obtenir des paires de Frenkel
stables apre`s un recuit a` tempe´rature ambiante. Contrairement a` l’irradiation aux ions, l’irradia-
tion aux e´lectrons n’introduit pas d’impurete´s extrinse`ques dans la cible. De plus, en raison de leur
faible masse, les e´lectrons ne perdent que tre`s peu d’e´nergie lors de leur passage dans le monocris-
tal et nous pouvons conside´rer que pour l’e´paisseur de nos e´chantillons, la densite´ de de´fauts ainsi
cre´e´e est homoge`ne. Durant l’irradiation, les e´chantillons sont maintenus a` 20 K par immersion
dans un bain d’Hydroge`ne liquide, ce qui permet de limiter la mobilite´ des de´fauts et de limiter
les processus de recombinaison active´s par la tempe´rature.
Une feuille de cuivre d’e´paisseur de 10 µm est utilise´e pour re´aliser un sac d’irradiation de
forme rectangulaire dans lequel l’e´chantillon est place´ : chaque monocristal est maintenu au sein
du sac en soudant par points les deux feuillets de cuivre autour du monocristal. Le sac d’irra-
diation est ensuite fixe´ par ses deux extre´mite´s sur un porte-e´chantillon monte´ sur une canne de
mesure en acier inoxydable. Cette canne de mesure est inse´re´e dans un sabre d’irradiation par
un presse-e´toupe. L’ensemble est inse´re´ dans un cryostat qui est relie´ a` un cryoge´ne´rateur. La
puissance du cryoge´ne´rateur est de 80 W et permet de lique´fier de l’hydroge`ne sur un circuit ferme´
pour maintenir les e´chantillons a` 20 K pendant l’irradiation. L’hydroge`ne pre´sente une chaleur
latente de vaporisation plus e´leve´e que celle de l’he´lium et permet une meilleure thermalisation.
Le sac d’irradiation est immerge´ dans le bain d’hydroge`ne provenant du circuit ferme´. Des feneˆtres
e´tanches en acier inoxydable de 25 µm permettent le passage des e´lectrons provenant de la ligne
d’irradiation. A ce niveau, le bain d’hydroge`ne entre le sac et la feneˆtre a une e´paisseur d’environ
1.5 mm. La perte d’e´nergie des e´lectrons sur le chemin est ne´gligeable, estime´e a` 80 keV pour
un faisceau de 2.5 MeV [158]. Les deux feuillets sont paralle`les aux faces de plus grandes dimen-
sions du monocristal (c’est-a`-dire les plans CuO2) et sont perpendiculaires a` l’axe du faisceau.
Une sonde de tempe´rature fixe´e a` l’extre´mite´ du sabre permet de ve´rifier que la tempe´rature de
la canne de mesure reste stable pendant l’irradiation. En revanche, cette sonde ne permet pas
de de´tecter l’e´chauffement des e´chantillons eux-meˆmes lors de l’irradiation. Les e´lectrons peuvent
transfe´rer de l’e´nergie au nuage e´lectronique des atomes par collision ine´lastique. Cette e´nergie est
alors dissipe´e sous forme de phonons, provoquant l’e´chauffement des e´chantillons. Par conse´quent,
il faut s’assurer que le flux est suffisamment faible durant l’irradiation pour permettre la bonne
thermalisation des monocristaux avec le bain d’hydroge`ne. La puissance dissipe´e dans l’e´chantillon
de´pend de l’e´paisseur des e´chantillons traverse´e par le faisceau, leur masse volumique, le de´poˆt
d’e´nergie du faisceau par unite´ de surface et par l’intensite´ du faisceau. Cette puissance doit donc
eˆtre infe´rieure a` la puissance de refroidissement du cryoge´ne´rateur et doit tenir compte de la
cale´faction. En pratique, on limite le flux a` 2× 1014 e/cm2 par seconde.
Le tableau 3.6.1 reporte la fluence rec¸ue par chaque e´chantillon. Pour chacune des deux se´ries,
tous les e´chantillons sont issus d’un meˆme baˆtonnet de croissance excepte´ l’e´chantillon ayant rec¸u
la plus forte fluence, c’est-a`-dire MW100-8 et MW505. L’e´chantillon MW100-5b correspond a`
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l’e´chantillon MW100-5, qui apre`s avoir e´te´ mesure´, a subi une nouvelle irradiation.
Nom MW100 MW100-5 MW100-6 MW100-7 MW100-5b MW100-8
Φt (1019 e/cm2) 0 0.53 6 7.7 60 88
Tc (RPJ) 65.6 65.6 63.5 61.4 45 X
Tc (susceptibilite´) X X 65.4 63.6 48 33.65
Tc apparition e´crantage X X 66.5 64.5 49.5 37.3
Tc fin e´crantage X X 63.3 61 47 33.6
fp(0) (GHz) X 56± 1 54± 1.5 53± 1 48.5± 1 X
Nom MW500 MW501 MW502 MW503 MW504 MW505
Φt (1019 e/cm2) 0 0.74 4.42 9.78 19.6 88.62
Tc (susceptibilite´) 86.6 86 85 84.6 80.4 57.4
Tab. 3.1 – Tableaux re´capitulant les fluences utilise´es ainsi que la tempe´rature critique des
e´chantillons e´tudie´s. Pour les e´chantillons sous-dope´s, la fre´quence plasma a` tempe´rature nulle
est aussi reporte´e.
3.6.2 Re´sultats
Toutes nos mesures ont e´te´ re´alise´es apre`s le recuit des e´chantillons a` tempe´rature ambiante.
Le pourcentage des de´fauts ainsi recuits est faible. En effet, contrairement a` l’irradiation a` faible
e´nergie [159, 160, 161], Rullier-Albenque et al [164] trouvent que le recuit des de´fauts a` tempe´rature
ambiante n’affecte pas la tempe´rature critique et la re´sistivite´ sur des monocristaux de YBa2Cu3O7−y.
Pour nos e´chantillons, nous supposerons donc qu’en pre´sence de recuits de de´fauts, ce pourcen-
tage est identique pour tous les e´chantillons permettant ainsi de conside´rer que le pourcentage de
de´fauts est proportionnel a` la fluence.
3.6.2.1 Baisse de la tempe´rature critique
La tempe´rature critique a e´te´ mesure´e par la susceptibilite´ alternative a` basse fre´quence (elle
n’a pas pu eˆtre mesure´e sur les e´chantillons MW100 et MW100-5). Pour tous les e´chantillons sous-
dope´s, lorsque la tempe´rature diminue, l’e´crantage du champ excitateur augmente tout d’abord
faiblement puis augmente abruptement pour ne plus varier sensiblement avec la tempe´rature. La
figure 3.4 montre que, contrairement au faible e´crantage qui apparaˆit a` haute tempe´rature (Tc ∼ 79
K), cette dernie`re transition ne de´pend pas du champ excitateur. Pour tous les e´chantillons, nous
avons effectue´ la mesure a` la plus faible excitation possible tout en gardant un rapport signal
sur bruit acceptable. La partie de l’e´crantage qui apparaˆıt a` haute tempe´rature provient de zones
dans l’e´chantillon dont le dopage est le´ge`rement supe´rieur a` celui qui correspond a` la transition
abrupte (Tc ∼ 63 K). Puisqu’en augmentant le champ magne´tique, ces zones n’e´crantent plus, il
s’agit certainement de petites inclusions en surface re´sultant d’un processus de dopage parasite.
Pour les e´chantillons optimalement dope´s figure 3.5(b), les transitions sont beaucoup plus fines
en tempe´rature que pour le cas sous-dope´. Le tableau 3.6.1 montre la tempe´rature critique des
e´chantillons extraite par la susceptibilite´ alternative.
Inde´pendamment du dopage, l’irradiation provoque l’e´largissement de la transition principale.
Cet effet est aussi observe´ par Rullier-Albenque et al [164] sur les mesures de re´sistivite´ ρab dans
les monocristaux d’YBa2Cu3O7−y ayant subi le meˆme type d’irradiation.
La figure 3.6(a) montre la variation de la tempe´rature critique en fonction de la fluence. La
de´croissance est approximativement line´aire et est plus rapide pour les e´chantillons sous-dope´s.
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Fig. 3.4 – Evolution de la susceptibilite´ de MW100-6 en fonction de la tempe´rature pour diffe´rentes
amplitudes du champ excitateur a` fac = 1 kHz.
Sur la figure 3.6(b), nous comparons l’e´volution de la tempe´rature critique des e´chantillons op-
timalement dope´s avec les re´sultats obtenus sur le meˆme mate´riau par Rullier-Albenque et al [199]
et Behnia et al [200, 162, 163] par irradiation sur la meˆme installation et dans les meˆmes conditions
expe´rimentales. La de´pendance de Tc avec la fluence est plus forte pour les e´chantillons de Rullier-
Albenque [199]. En revanche, la pente est approximativement la meˆme dans le cas des e´chantillons
utilise´s par Behnia et al [200, 162, 163] bien que le dopage des e´chantillons soit diffe´rent (Tc = 90
K).
La de´croissance line´aire de la tempe´rature critique avec la fluence est ge´ne´ralement ve´rifie´e
pour tout type d’irradiation, a` l’exception de l’irradiation aux ions lourds. Ceci vaut pour le cas
de YBa2Cu3O7−y [159, 160, 161, 157, 164]. Dans ce compose´, la de´croissance peut eˆtre jusqu’a` deux
fois plus rapide pour un e´chantillon sous-dope´ qu’un e´chantillon optimalement dope´ [164, 160, 161].
3.6.2.2 Mesure en cavite´s re´sonantes
Pour chaque e´chantillon sous-dope´, l’e´volution de la re´sonance plasma Josephson avant et
apre`s irradiation a e´te´ mesure´e a` l’aide des cavite´s re´sonantes. La figure 3.7 montre la re´ponse
d’e´chantillons sous-dope´s a` 19.2 GHz avant et apre`s irradiation. Ceci permet de ve´rifier pour les
e´chantillons d’une meˆme se´rie, que la fre´quence plasma avant irradiation est identique.
Par ailleurs, les monocristaux MW100-5b et MW100-8 pre´sentent plusieurs pics d’absorption
plasma (voir figure 3.8). Il se peut que pour de fortes fluences, la densite´ de de´fauts induite ne
soit plus homoge`ne. Une autre possibilite´ est que le dopage initial de l’e´chantillon ne soit pas
homoge`ne. Les re´gions sous-dope´es sont plus sensibles a` l’irradiation que les zones de plus fort
dopage. A forte fluence, l’e´volution de la fre´quence plasma dans ces diffe´rentes zones devient alors
suffisamment diffe´rente pour faire apparaitre des pics d’absorption se´pare´s.
Il est possible de de´duire une valeur approche´e de la tempe´rature critique des e´chantillons a`
l’aide de la RPJ. En effet, a` basse fre´quence (19.2 GHz), la re´sonance plasma apparaˆıt a` proximite´
imme´diate de la transition supraconductrice. Nous avons utilise´ cette me´thode pour de´duire la
tempe´rature critique des e´chantillons MW100 et MW100-5 qui n’ont pas pu eˆtre mesure´s a` l’aide
80 Chapitre 3 : Effet du de´sordre sur la supraconductivite´ dans Bi2Sr2CaCu2O8+δ
-1
-0,5
0
30 40 50 60 70 80 90
χ'
T (K)
MW100-6
MW100-7MW100-5b
MW100-8
MW101
(a) se´rie MW100n
-1
-0,5
0
50 60 70 80 90
χ'
T(K)
MW505
MW504 MW500
MW510
MW501
MW502
MW503
(b) se´rie MW50n
Fig. 3.5 – Susceptibilite´ des e´chantillons irradie´s sous-dope´s (figure a)) et optimalement dope´s
(figure b)). La fre´quence d’excitation est 560 Hz et le champ 4.2mOe. Les monocristaux opti-
malement dope´s sont plus grands et le signal induit dans les bobines de de´tection est donc plus
important.
de la susceptibilite´ alternative. Les valeurs ainsi extraites pour tous les e´chantillons sous-dope´s
mesure´s sont repre´sente´es sur le tableau 3.6.1. La comparaison de la tempe´rature critique extraite
par les deux me´thodes montre que la tempe´rature critique de´duite par la re´sonance plasma cor-
respond a` la brusque transition en tempe´rature observe´e en susceptibilite´. C’est la tempe´rature
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Fig. 3.6 – (a) Evolution de la tempe´rature critique des monocristaux en fonction de la fluence. (b)
Comparaison des re´sultats de la se´rie optimalement dope´e avec ceux obtenus par Rullier-Albenque
et al [199] et Behnia et al [200, 162, 163] sur du Bi2Sr2CaCu2O8+δ optimalement dope´.
donne´e par cette transition que nous conside´rons par la suite comme tempe´rature critique.
3.6.2.3 Mesure fp(T ) a` l’aide de la technique bolome´trique et variation de fp(0)
La fre´quence de re´sonance du Plasmon Josephson fp(T ) a e´te´ mesure´e dans les e´chantillons
de la se´rie sous-dope´e sur une large gamme de tempe´rature a` l’aide de la technique bolome´trique,
a` l’exception de MW100-8 et de l’e´chantillon te´moin MW100. Un autre e´chantillon sous-dope´,
MW103, issu d’un autre baˆtonnet de croissance a e´te´ mesure´. La tempe´rature critique de cet
e´chantillon est Tc = 70 K, supe´rieure a` celle de la se´rie MW100-n qui est Tc = 65 K avant
irradiation. La figure 3.9 montre pour chaque e´chantillon les re´sultats obtenus. En admettant
que la fre´quence plasma est approximativement e´gale dans tous les e´chantillons MW100-n issus
du meˆme batonnet avant leur irradiation suivant toute la gamme de tempe´rature, la fre´quence
plasma diminue syste´matiquement pour toutes les fluences.
Il n’existe pas de pre´diction the´orique permettant d’ajuster la re´sonance plasma sur tout le
domaine de tempe´rature. Cependant, pour les tempe´ratures proches de Tc, Kadowaki et al [201,
202] proposent d’appliquer le mode`le bifluide
ωp(T )2 =
ωp(0)2
2
1− 1
τ˜2
+
√(
1 +
1
τ˜2
)2
− 4
(
1
τ˜
)2
t4
 , (3.25)
ou` τ˜ = τcωp(0), τc est le temps de relaxation des quasiparticules dans l’e´tat supraconducteur
associe´ au transport suivant l’axe c, suppose´ constant proche de la transition. Lorsque τc → ∞,
ωp(T ) ne de´pend plus de la tempe´rature car la somme de la contribution du condensat et des qua-
siparticules a` la re´sonance plasma reste constante. La figure 3.10 montre l’effet de cet ajustement
re´alise´ pour t > 0.6 sur les e´chantillons MW100-5 et MW100-5b. Cet ajustement permet d’extraire
τcωp(0) ' 0.5. τc est ainsi infe´rieur a` la pe´riode de la re´sonance plasma et les quasiparticules ne
participent pas a` la RPJ. En re´alite´, ce temps de vie est largement surestime´. Corson et al [203]
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Fig. 3.7 – Absorption hyperfre´quence des e´chantillons MW100-5, MW100-6, MW100-7 avant et
apre`s irradiation en fonction de la tempe´rature a` 19.2 GHz.
ont mesure´ la conductivite´ σab dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ entre 0.2 et 0.8 THz et ont montre´
que τab ∼ 10−13 s. Par ailleurs, ils montrent que le mode`le bi-fluide ne peut eˆtre applique´ en
raison des fluctuations du parame`tre d’ordre. Ce mode`le ne peut donc eˆtre utilise´ pour de´crire le
transport suivant l’axe c. Ceci explique que l’ajustement (3.25) ne donne par de re´sultats cohe´rents.
3.6 Etude expe´rimentale 83
7 10-5
8 10-5
9 10-5
0.0001
0.00011
0.00012
0.00013
25 30 35 40 45 50
P ab
s (u
.a.
)
T (K)
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Fig. 3.9 – Fre´quence plasma des e´chantillons sous-dope´s mesure´e par la technique bolome´trique.
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Fig. 3.10 – Fre´quence plasma des e´chantillons MW100-5 et MW100-5b. Les lignes en pointille´s
repre´sentent l’ajustement (3.25) et celles en trait plein, l’ajustement (3.26).
Obtention de fp(0) En pratique, l’ajustement phe´nome´nologique
fp(T ) =
√
a1(a3 − t− t2)a2 (3.26)
permet de de´crire la fre´quence plasma sur tout le domaine de tempe´rature mesure´. Le re´sultat de
cet ajustement est reporte´ sur la figure 3.10. Nous l’utilisons pour obtenir une valeur extrapole´e
a` tempe´rature nulle de la fre´quence plasma pour chaque e´chantillon fp(T −→ 0) =
√
a1a3a2 . Les
mesures n’ayant pas e´te´ re´alise´es qu’au-dessus de la tempe´rature de l’he´lium liquide, une erreur
expe´rimentale subsiste. Nous l’estimons a` 1 GHz excepte´e pour MW103 qui n’a pu eˆtre mesure´
que jusqu’a` 30 K. Le tableau 3.6.1 montre les valeurs ainsi extrapole´es.
La figure 3.11(a) repre´sente la variation de fp(0) en fonction de la tempe´rature critique des
e´chantillons de Bi2Sr2CaCu2O8+δ. Nous avons e´galement reporte´ les re´sultats obtenus par Gai-
fullin et al [68] en utilisant le meˆme dispositif expe´rimental sur des e´chantillons dont le dopage
est diffe´rent. Nous remarquons la forte de´pendance de fp(0) avec le dopage. Cette distinction est
aussi visible en comparant la se´rie MW100-n avec l’e´chantillon MW103. L’effet de l’irradiation sur
fp(0) est en revanche moins prononce´. Ceci confirme que l’effet du de´sordre est diffe´rent de l’effet
du dopage. La figure 3.11(b) montre [fp(0)]2 pour les e´chantillons sous-dope´s en fonction de la
tempe´rature critique. Dans la se´rie MW100-n, nous constatons que, [fp(0)]2 ∝ Jcc de´croit approxi-
mativement line´airement lorsque la tempe´rature critique diminue, la valeur extrapole´e a` Tc → 0
e´tant 0. L’erreur maximale par rapport a` cette loi est observe´e pour l’e´chantillon MW100-5b et
vaut 1.5 GHz.
Sur la figure 3.11(c), nous reportons la variation de la re´sonance plasma obtenue par Fukuzumi
et al [153] dans YBa2Cu3O7−y en fonction du dopage et de la substitution au zinc. La` aussi, une
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Fig. 3.11 – (a) Evolution de fp(0) en fonction de la tempe´rature critique pour les e´chantillons
sous-dope´s. Les re´sultats de la re´fe´rence [68] sont aussi repre´sente´s (se´rie ’Gaifullin’). (b) Evolution
de [fp(0)]2 et fp(0) pour la se´rie 100-n et l’e´chantillon MW103 sur une e´chelle plus grande. (c)
Evolution de fp(0) dans YBa2Cu3O7−y en fonction de la substitution au zinc et du dopage d’apre`s
Fukuzumi et al [153].
forte de´pendance de fp(0) en fonction du dopage est observe´e. Toutefois, ces re´sultats indiquent
que fp(0) de´croit line´airement en fonction de la concentration de zinc.
Longueur de pe´ne´tration et densite´ de courant critique λc(T ) et de Jc(T ) peuvent eˆtre
obtenus a` partir de la fre´quence plasma en utilisant les relations (1.123) et (1.124) du chapitre
1. Pour obtenir les valeurs absolues, il est ne´cessaire d’estimer la constante die´lectrique a` haute
fre´quence ² de Bi2Sr2CaCu2O8+δ.
Ceci a e´te´ re´alise´ par Gaifullin et al [204] par l’observation du plasmon longitudinal et trans-
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Fig. 3.12 – Longueur de pe´ne´tration suivant l’axe c pour les e´chantillons sous-dope´s e´value´e a`
l’aide de l’expression (1.123) en prenant ² = 11.5.
verse. En reprenant l’expression (1.121)
[ωT (k‖)]2 = ω2p(1 + λ
2
ck
2
‖) = ω
2
p +
c2k2z
²c
, (3.27)
ce qui permet d’estimer la valeur de la constante die´lectrique
²c =
c2(pi/L)2
[ωT (k‖)]2 − ω2p
(3.28)
avec kz = pi/L, L e´tant la taille de l’e´chantillon. Par cette me´thode ils obtiennent ²c = 11.5 pour
des e´chantillons de Bi2Sr2CaCu2O8+δ le´ge`rement sous-dope´s. En prenant cette valeur ²r = 11.5,
nous de´duisons alors que :
Nom MW103 MW100-5 MW100-6 MW100-7 MW100-5b MW100-8
fp(0) (GHz) 66± 1.5 56± 1 54± 1.5 53± 1 48.5± 1 X
Jc(0) (A/cm2) 384.2 276.6 257.2 247.8 207.4 X
λc(0) (µm) 213.2 251.2 260.5 265.5 290.1 X
3.6.3 Pre´sentations des re´sultats
3.6.3.1 Trace´ simple
Afin de de´terminer le comportement a` basse tempe´rature de λc,
λc(T )− λc(Tmin)
λc(Tmin)
est repre´sente´
dans la figure 3.13 en fonction de la tempe´rature. Dans l’hypothe`se ou` la longueur de pe´ne´tration
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peut s’exprimer comme λc(T ) = λc(0)(1 + αTn), nous avons
λc(T )− λc(Tmin)
λc(Tmin)
=
λc(0)
λc(Tmin)
α(Tn − Tnmin) . (3.29)
Cette expression est aussi polynoˆmiale en T avec le meˆme exposant que celui de λc(T ) et ne
de´pend pas de la valeur extrapole´e a` tempe´rature nulle pour λc. Ce trace´ permet de ve´rifier que
λc n’obe´it pas a` un comportement BCS pour les tempe´ratures supe´rieures a` 4.2 K. Les inserts
de la figure 3.13 montrent les ajustements possibles pour n = 1, 2, 3 et 4 entre 0 et 25 K. Pour
chaque e´chantillon, l’exposant est de l’ordre de 1.5-2 bien qu’il de´pende fortement de la gamme
de tempe´rature sur laquelle l’ajustement est re´alise´.
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Fig. 3.13 – Evolution de (λc(T ) − λc(Tmin))/λc(Tmin) en fonction de la tempe´rature pour tous
les e´chantillons sous-dope´s.
3.6.3.2 De´duction de la densite´ suprafluide suivant l’axe c
La mesure de fp(T ) permet d’acce´der a` la densite´ suprafluide suivant l’axe c, ρcs(T ), a` partir
de la relation (1.122) dans la limite propre. La figure 3.14 montre le rapport f2p (T )/f
2
p (0) =
ρcs(T )/ρ
c
s(0) en fonction de la tempe´rature pour tous les e´chantillons sous-dope´s mesure´s.
Les inserts montrent les ajustements ρcs ∼ 1 − aT b avec b = 1, 1.5 et 2. Nous trouvons que la
densite´ suprafluide est bien de´crite par une relation ρcs ∼ 1−aT b ou` b ∼ 1.5−2 et a ∼ 1. La figure
3.15 montre la densite´ suprafluide obtenue pour tous les e´chantillons : les courbes se superposent
a` la pre´cision expe´rimentale pre`s. Les parame`tres a et b ne de´pendent donc pas de la fluence.
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Fig. 3.14 – Evolution de la densite´ suprafluide suivant l’axe c, [fp(T )/fp(0)]2, en utilisant les
valeurs extrapole´es de fpl(T → 0)..
3.6.3.3 Comparaison avec la litte´rature
Le comportement de la densite´ suprafluide mesure´e dans nos e´chantillons peut eˆtre compare´
avec les re´sultats de´ja` obtenus dans la litte´rature. La de´pendance mesure´e concorde avec les
re´sultats de Gaifullin et al [68] obtenus sur le Bi2Sr2CaCu2O8+δ en utilisant le meˆme disposi-
tif expe´rimental mais pour des e´chantillons de source diffe´rente et le´ge`rement sous-dope´s.
La figure 3.16 repre´sente la de´pendance en tempe´rature de ρcs(T )/ρcs(0), pour l’e´chantillon
MW100-5b ainsi que celle d’autres compose´s cuprates trouve´e dans la litte´rature. Puisque ρcs(T )/ρcs(0)
ne change pas pour tous les e´chantillons sous-dope´s que nous avons mesure´s, cette comparaison
est ge´ne´rale pour le Bi2Sr2CaCu2O8+δ sous-dope´. La comparaison avec les re´sultats de Shibauchi
et al [49] pour La2−xSrxCuO4 (figure (a)) montre que ρcs(T )/ρ
c
s(0) diminue plus rapidement dans
le cas du Bi2Sr2CaCu2O8+δ. Plusieurs e´tudes ont e´te´ re´alise´es sur YBa2Cu3O7−y par l’e´quipe de
Bonn et Hardy, Hosseini, et Panagopoulos. Bonn et al [192] ont e´tudie´ YBa2Cu3O6.95 (Tc = 93.5
K) et YBa2Cu3O6.60 (Tc = 59 K). De fac¸on inattendue, leurs re´sultats montrent que ρcs(T )/ρ
c
s(0)
diminue plus faiblement avec la tempe´rature dans le compose´ sous-dope´ (figure (b) et (c)). Le
cas optimalement dope´ est identique a` celle que nous trouvons dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ sous-
dope´.Panagopoulos et al [206] ont e´tudie´ l’effet de la substitution au zinc dans des poudres aligne´es
de YBa2Cu3O7−y (Tc ∼ 92.5). En l’absence de zinc, ρcs(T )/ρcs(0) de´croˆıt plus lentement avec la
tempe´rature que pour nos e´chantillons. Avec le dopage au zinc, la de´pendance trouve´e par Pa-
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Fig. 3.15 – Evolution de la densite´ suprafluide suivant l’axe c, [fp(T )/fp(0)]2 pour tous les
e´chantillons sous-dope´s mesure´.
nagopoulos et al [206] est tre`s proche du Bi2Sr2CaCu2O8+δ sous-dope´ a` basse tempe´rature. Ceci
montre qu’en pre´sence de de´sordre, les compose´s anisotropes tridimensionnels et les compose´s
fortement lamellaires donnent la meˆme de´pendance pour la densite´ suprafluide. Pour terminer, la
de´pendance de ρcs(T ) est similaire sur tout le domaine de tempe´rature avec les re´sultats de Pinteric´
et al dans le compose´ κ-(BEDT-TTF)2Cu[N(CN)2]Br [76].
3.6.3.4 Hypothe`se BCS : pair-breaking
La baisse de la tempe´rature critique est bien de´crite par la the´orie d’Abrikosov-Gor’kov ap-
plique´e aux supraconducteurs non conventionnels [179]. Nous pouvons estimer le parame`tre de
pair-breaking α pour nos e´chantillons en supposant que α est proportionnel au nombre de de´fauts
cre´e´s, c’est-a`-dire a` la fluence.
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Nous supposons aussi que la tempe´rature critique des e´chantillons te´moins (MW100 et MW500)
correspond a` la tempe´rature critique Tc0 de l’e´chantillon suppose´ sans impurete´s3.
En superposant les valeurs de Tc/Tc0 obtenues pour les e´chantillons e´tudie´s sur le graphe
d’Abrikosov Gor’kov, nous obtenons un bon ajustement lorsque(
α
αc
)
≈ 7.2± 0.4× 10−21Φt ,
pour les e´chantillons optimalement dope´s, et(
α
αc
)
≈ 5.3± 0.3× 10−21Φt ,
pour les e´chantillons sous-dope´s (αc = 0.88Tc0) (Φt est la fluence en e/cm2).
Tous les e´chantillons des deux se´ries sont dans le domaine line´aire de la relation d’Abrikosov
Gor’kov. Re´cemment, Rullier-Albenque et al [164] ont montre´ que dans YBa2Cu3O7−y, la relation
d’Abrikosov-Gorkov n’est plus valide au dela` d’une certaine fluence : la baisse de la tempe´rature
critique restant line´aire jusqu’a` Tc = 0. Dans notre cas, nous ne pouvons confirmer cette observa-
tion dans Bi2Sr2CaCu2O8+δ car nous ne disposions pas de temps d’irradiation suffisant.
3Cette hypothe`se est certainement fausse car on sait que les e´chantillons sous-dope´s de Bi2Sr2CaCu2O8+δ sont
fortement de´sordonne´s.
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Fig. 3.17 – De´croissance de la tempe´rature des monocristaux avec le parame`tre de pair-breaking.
3.6.4 Interpre´tations possibles
Dans ce paragraphe, nous proposons d’interpre´ter les re´sultats obtenus dans le cadre des
mode`les the´oriques pre´ce´demment expose´s. A cet effet, nous allons discuter de la de´pendance
en tempe´rature de la densite´ suprafluide suivant l’axe c ainsi que sa robustesse envers l’irradiation
et la valeur a` tempe´rature nulle de la fre´quence plasma.
3.6.4.1 Hypothe`se de la matrice de transfert anisotrope
Gaifullin et al [68] ont montre´ que dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ optimalement dope´, la densite´
suprafluide hors plans est telle que ρcs ∼ 1− 6tn, avec n ∼ 4− 5. Cette de´pendance est bien celle
qui est pre´die par l’anisotropie de la matrice tunnel t⊥ (voir paragraphes 1.9.1 et 1.9.2.2).
Cette de´pendance est aussi celle qui est trouve´e par Hosseini et al [205] et Panagopoulos et
al [206] dans YBa2Cu3O7−y optimalement dope´. Il semble donc que les cuprates optimalement
dope´s soient bien de´crits par une the´orie BCS : la densite´ suprafluide suivant les plans est line´aire
en tempe´rature et la densite´ suprafluide hors-plan posse`de une faible de´pendance en tempe´rature.
Cette observation est toutefois a` prendre avec pre´caution compte-tenu de la pre´sence des chaˆınes
dans le compose´ YBa2Cu3O7−yCuO dont la contribution a` la densite´ suprafluide dans les plans
n’est pas e´tablie avec certitude.
En revanche, la forte de´pendance en tempe´rature que nous trouvons pour la densite´ suprafluide
hors plan, ρcs ∼ 1 − Tn, avec n ∼ 1.5 − 2, dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ sous-dope´ exclut une telle
hypothe`se.
3.6.4.2 Effet du temps de vie fini des quasiparticules sur le couplage direct
La premie`re e´tape pour la prise en compte des impurete´s dans un sce´nario d-wave consiste a`
conside´rer les impurete´s au sein des plans dans le formalisme d’Abrikosov-Gor’kov. L’apparition
du temps de vie fini des quasiparticules induit un changement de densite´ d’e´tat. Dans ce cas,
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l’expression (3.14) propose´e par Xiang et al [65] peut s’appliquer.
1− ρ
c
s(T )
ρcs(0)
∼ αc 8pi3
Γ
∆0
(
T
∆0
)2
(3.30)
∝ Γ
∆0
(
Tc
Tc0
)2(
T
Tc
)2
(3.31)
Dans cette expression, ∆0 repre´sente la valeur maximale du gap dans un e´chantillon suppose´ sans
impurete´s. La de´pendance quadratique en tempe´rature peut expliquer nos re´sultats. Cependant,
l’irradiation augmente Γ. En utilisant l’expression 3.9, ve´rifie´e expe´rimentalement dans la figure
3.17, on a
Γ
∆0
(
Tc
Tc0
)2(
T
Tc
)2
∝ Γ
∆0
(
1− piΓ
4Tc0
)(
T
Tc
)2
(3.32)
Ceci montre que le trace´ de densite´ suprafluide ρcs(T )/ρ
c
s(0) en fonction de la tempe´rature re´duite
T/Tc ne devrait pas eˆtre superposable a` basse tempe´rature puisque le pre´facteur du terme (T/Tc)2
change entre diffe´rents e´chantillons. En supposant que Tc0 est fixe´ par l’e´chantillon MW100, on
peut estimer Γ/∆0 = 0.4122Γ/Γc ∼ 0.17 pour l’e´chantillon MW100-5b. Un tel changement devrait
se manifester expe´rimentalement. Par conse´quent, le sce´nario du re´gime d’impurete´ n’est pas ve´rifie´
dans nos e´chantillons.
Il semble alors que les impurete´s cre´e´es par irradiation ne puissent eˆtre traite´es dans la limite
unitaire car dans ce cas, Γs ∼ 0.6
√
Γn∆0 ∼ 0.3∆0 ∼ 0.6Tc et l’effet du temps de vie fini devrait
eˆtre observable a` nos tempe´ratures expe´rimentales. Si on veut appliquer le mode`le du liquide de
Fermi, cela impliquerait que la diffusion sur les de´fauts induits par irradiation soit dans la limite
de Born ; dans ce cas, Γs < 4.2 K.
La meˆme conclusion a e´te´ faite par Behnia et al [200, 162, 163] dans des cristaux optimalemnt
dope´s, irradie´s dans les meˆmes conditions. Les mesures de conductivite´ thermique montrent que
pour une dose de 3.1 × 1019 e/cm2, le re´gime de l’effet du temps de vie des quasiparticules n’est
toujours pas atteint a` 120 mK. Ce n’est qu’apre`s une irradiation de 6×1019 e/cm2 que cette limite
est atteinte. Toutefois, la` encore la ge´ne´ralisation de ce re´sultat au cas sous-dope´ est pe´rilleuse car
la conductivite´ thermique s’extrapole a` ze´ro pour T → 0 dans YBa2Cu3O7−y sous-dope´.
3.6.4.3 Effet du temps de vie fini sur le couplage cohe´rent par effet Josephson
La figure 3.16(f) montre que la de´pendance de la densite´ suprafluide hors-plan co¨ıncide remar-
quablement bien avec la de´pendance trouve´e par Pinteric´ et al [76] dans le compose´ κ-(BEDT-
TTF)2Cu[N(CN)2]Br. Par ailleurs, ces derniers observent simultane´ment une de´pendance clai-
rement line´aire pour λab. Ces mesures sont interpre´te´es par Maki dans le meˆme papier comme
re´sultant d’un effet Josephson cohe´rent sans l’anisotropie de la matrice de transfert t⊥ dans le cas
d’un syste`me sans impurete´s.
L’effet du temps de vie fini des quasiparticules au sein des plans CuO2 a e´te´ e´tudie´ par Latyshev
et al [190] dans le cadre de ce meˆme mode`le dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ. La ge´ne´ralisation de
l’expression 3.15 pour des tempe´ratures non-nulles donne
Jcohc (T ) ∼ Jcohc (0)
[
1 +
pi2
18
(
T
Γs
)2]
, (3.33)
Nous remarquons que la` encore, la de´pendance normalise´e de´pend du temps de vie des quasipar-
ticules qui doit varier avec l’irradiation. Par conse´quent, cette approche ne peut pas expliquer les
re´sultats observe´s.
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3.6.4.4 Effet des impurete´s entre les plans (IAH)
L’autre effet que peut induire l’irradiation est la modification des centres diffuseurs dans les
plans re´servoirs. En effet, les e´nergies utilise´es sont au-dessus du seuil de de´placement de tous les
e´le´ments. L’interlayer assisted hopping a e´te´ introduit par Radtke et al [80], puis de´veloppe´ par
Xiang et al (expression (3.20)) et Hirschfeld et al (expression (3.21). Xiang et al [65] de´rivent
l’expression 3.20
ρcs ∝ Γ⊥∆0Nn(EF )
[
1− 8 ln 2
(
T
∆0
)2
+ o(T 2)
]
, (3.34)
Cette expression n’est valide que lorsque T À Γs. La densite´ suprafluide est donne´e a` un facteur
proportionnel pre`s car il de´pend de δk. Lorsque ce facteur augmente, il y a plus d’excitations de
quasiparticules qui ne peuvent former de paires de Cooper entre les plans et donc la densite´ supra-
fluide diminue. L’effet du de´sordre dans les plans est contenu implicitement dans la de´pendance
line´aire du gap en fonction de Γn.
Si on identifie le coefficient 8 ln 2(Tc/∆0)2 de cette expression avec la valeur expe´rimentale des
figures 3.14(a)-(d), on obtient 8 ln 2(kB/∆0)2 ∼ 0.9, c’est-a`-dire, ∆0 ∼ 2.5kBTc. Ceci donne une
valeur faible par rapport au gap moyen observe´ en STM. Ceci impliquerait que ce soient seulement
les re´gions spatiales a` faible gap qui contribuent au transport suivant l’axe c dans l’e´tat supracon-
ducteur.
Hirschfeld et al proposent de conside´rer que le potentiel diffuseur des impurete´s interplans
est anisotrope. L’expression (3.20) pre´dit un exposant 3, le´ge`rement supe´rieur a` celui que nous
mesurons (voir figure 3.14). Cependant, ce mode`le pre´dit que la de´pendance de ρcs(T )/ρcs(0) en
tempe´rature re´duite est inde´pendante du parame`tre de pair-breaking Γn/Tc. Ceci est en bon ac-
cord avec les re´sultats expe´rimentaux.
Par conse´quent, une description du couplage entre les plans CuO2 par saut me´die´ par les
impurete´s dans les couches re´servoirs est ve´rifie´. D’autre part, la diffusion sur ces impurete´s est
suppose´ eˆtre dans la limite de Born. Ceci est en accord avec la proposition re´cente que les atomes
d’oxyge`ne situe´s entre les plans CuO2 modulent le potentiel d’interaction [138].
3.6.4.5 Evolution de JJ (0)
Nous trouvons que le courant critique JJ(0) de´croˆıt line´airement avec la fluence tout comme
la tempe´rature critique. Selon l’expression 3.22, la densite´ suprafluide absolue est proportionnelle
a` Γ⊥∆0Nn(EF ) = 2piv20N
2
n(EF )∆n(EF ). Cet effet peut donc eˆtre explique´ par la de´croissance du
gap avec l’irradiation. En revanche, la densite´ d’e´tat ne change pas.
3.6.4.6 Approche des fluctuations de phase
Nous pouvons estimer l’expression 3.24 de´rive´e par Paramekanti. Pour cela, il faut connaˆıtre
la de´pendance a` basse tempe´rature de λab. Nous n’avons pas pu mesurer cette grandeur dans
nos e´chantillons. Cependant, il est probable que dans nos e´chantillons de´sordonne´s, la longueur
de pe´ne´tration λab soit quadratique a` basse tempe´rature. Toutefois, nous utilisons la de´pendance
trouve´e par Jacobs et al [46] dans du Bi2Sr2CaCu2O8+δ optimalement dope´ afin d’obtenir un
ordre de grandeur. A basse tempe´rature dλab/dT ∼ 10[A˚/K] et λab(0) ∼ 1500A˚.
λab(T ) = λab(0) +
dλab
dT
T (3.35)
ou de manie`re e´quivalente
λ−2ab ∼ λ−2ab (0)
(
1− 2dλab
dT
1
λab(0)
T
)
(3.36)
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Par conse´quent
J(0) =
sΦ20
4pi2µ0
λ−2ab (0) ' 400 K (3.37)
et
α = 2J(0)
dλab
dT
1
λab(0)
' 6.10−2 meV/K ' 0.7 (3.38)
Pour le terme de dissipation, nous supposons une re´sistivite´ ρab = 1 mΩ.cm, telle que σ˜ = sσh/e2 =
3.87.
Afin de tracer la relation 3.24 en fonction de la tempe´rature re´duite, nous supposons que la relation
d’Uemura [207] est ve´rifie´e dans les e´chantillons irradie´s
Tc ∝ 1
λ2ab(0)
(3.39)
On obtient alors une expression avec deux parame`tres d’ajustement. La figure 3.18 montre le
re´sultat de cet ajustement pour tous les e´chantillons
ρcs(T )/ρ
c
s(0) ∼ 1− 0.133
T
Tc
+ 0.66
(
T
Tc
)2
(3.40)
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Fig. 3.18 – Re´sultat de l’ajustement 3.24 sur les e´chantillons sous-dope´s.
Chapitre 4
Structure du liquide de vortex en
pre´sence de champ oblique
4.1 Introduction
Dans le premier chapitre, l’influence de la structure e´lectronique des supraconducteurs lamel-
laires sur les vortex a e´te´ rappele´e. Un vortex ge´ne´re´ lorsque le champ magne´tique est applique´
dans la direction de l’axe c, est compose´ d’un empilement de ”pancakes” (ou galettes), inter-
agissant faiblement entre eux. Plus l’anisotropie du compose´ est importante, plus la tension de
ligne du vortex, εl, diminue (expression (1.56)). Dans les supraconducteurs lamellaires, l’e´nergie
e´lastique, Eel =
∫
dz εl2 (
∂u
∂z )
2, repre´sentant le couˆt d’une de´formation u(z) donne´e d’un vortex est
faible ; les vortex sont alors tre`s sensibles aux fluctuations thermiques et aux de´fauts cristallins.
Selon la nature du pie´geage et de l’importance des fluctuations thermiques, l’e´tat mixte de l’e´tat
supraconducteur peut avoir plusieurs e´tats fondamentaux.
A basse tempe´rature, l’agitation thermique est ne´gligeable et une phase solide de vortex s’ins-
taure. Toutefois, en pre´sence de centres pie´geurs de faible potentiel d’ancrage, seul un ”quasi-ordre”
a` grande distance peut exister. Pour cette raison, cette phase est qualifie´e de ”verre de Bragg” :
meˆme si les expe´riences de diffusion de neutrons permettent d’observer des pics de Bragg, signa-
ture d’un re´seau sans dislocations, ces pics sont e´largis en raison des de´placements de vortex dus
au potentiel d’ancrage.
Lorsque la tempe´rature augmente, l’amplitude des vibrations des vortex augmente provoquant
la fusion de la phase solide vers un liquide de vortex quand cette amplitude devient comparable au
pas du re´seau. De manie`re e´quivalente, l’augmentation du champ magne´tique a` tempe´rature fixe
re´duit la distance entre vortex (∼√1/B) et provoque la fusion du re´seau de vortex a` H = HFOT .
Cette fusion est une transition de phase du premier ordre dans YBa2Cu3O7, car elle s’accom-
pagne de chaleur latente. Dans YBa2Cu3O7, ce saut de chaleur spe´cifique correspond a` un saut
de densite´ de vortex en accord avec la relation de Clapeyron. Dans Bi2Sr2CaCu2O8+y, seul le
saut d’aimantation peut eˆtre mesure´ car la ligne de fusion se trouve a` de trop faibles inductions
pour obtenir une signature calorime´trique mesurable. La perte de syme´trie d’ordre positionnel ne
semble pas ne´cessaire pour l’observation du saut d’aimantation et la pre´sence de la transition du
premier ordre [208].
L’augmentation du champ magne´tique a` basse tempe´rature provoque l’apparition d’une phase
qualifie´e de ”verre de vortex”. Elle se traduit par un changement brutal de la dynamique des
vortex et donc de la courbe courant-tension des supraconducteurs. Dans le Bi2Sr2CaCu2O8+y, a`
des tempe´ratures entre 14 K et 40 K, ce changement se traduit par un effet de pic dans les cycles
d’aimantation. Il est ge´ne´ralement admis que cette phase est domine´e par l’effet du de´sordre et
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deux mode`les sont propose´s pour expliquer cette transition. La premie`re approche conside`re que
dans le verre de vortex, l’e´nergie de pie´geage des vortex sur les de´fauts devient supe´rieure a` l’e´nergie
de cre´ation d’un de´faut topologique dans le solide de vortex : il y a alors prolife´ration de de´fauts
et passage d’un solide de vortex monocristallin a` un solide polycristallin. La seconde approche
propose qu’il y a passage entre un ancrage de type faible a` un ancrage de type fort.
Dans le verre de vortex, le potentiel de pie´geage est caracte´rise´ par de nombreux minima locaux
d’e´nergie libre : les vortex sont alors dans des positions d’e´quilibre me´ta-stables et exhibent une
dynamique vitreuse.
4.1.1 Effet d’un champ paralle`le - loi d’e´chelle anisotrope.
Avec l’obtention de monocristaux de supraconducteurs a` haute tempe´rature critique, se pose la
question de l’effet de l’orientation du champ magne´tique avec la structure cristalline du mate´riau.
Les premie`res mesures de re´sistivite´ sous des champs magne´tiques aligne´s, soit le long des plans
CuO2 (’‖’), soit perpendiculairement a` ceux-ci (’⊥’), ont permis d’obtenir une estimation du champ
critique Hc2 pour chaque orientation. Ces estimations ont rendu possible celle de l’anisotropie
e´lectronique γ =
(
H‖,c2
H⊥,c2
)1/2
dans l’e´tat supraconducteur pour YBa2Cu3O7−y et Bi2Sr2CaCu2O8+y.
Les valeurs e´leve´es mesure´es pour γ prouvent le caracte`re quasi-bidimensionnel de ces compose´s,
spe´cialement pour le compose´ Bi2Sr2CaCu2O8+y.
Afin d’e´tudier l’effet des vortex sur la re´sistivite´, Iye et al [209] effectuent des mesures de
re´sistivite´ des plans supraconducteurs (ρab) en faisant varier la direction du champ magne´tique.
Dans une premie`re se´rie de mesure, la direction du champ magne´tique varie a` l’inte´rieur d’un
plan perpendiculaire a` la direction du courant. Dans une seconde se´rie de mesures, la direction du
champ magne´tique varie dans un plan paralle`le a` la direction du courant. La valeur minimale de la
re´sistivite´, obtenue lorsque le champ est aligne´ le long des plans, est identique dans les deux se´ries
de mesures. Cette expe´rience montre que la force de Lorentz ne peut pas a` elle seule expliquer
l’allure de la re´sistivite´ dans des supraconducteurs lamellaires Bi2Sr2CaCu2O8+y.
Kes et al [210] proposent alors que les mesures de Iye et al [209] refle`tent le caracte`re bi-
dimensionnel des supraconducteurs lamellaires. Lorsque la direction du champ magne´tique est
de´vie´e par rapport a` l’axe c, seule la composante du champ perpendiculaire aux plans ge´ne`re
un re´seau de vortex de type Abrikosov : les empilements de pancakes. La composante paralle`le
pe´ne`tre l’e´chantillon comme si les couches e´taient comple`tement de´couple´es. Blatter et al [211]
ame´liorent cette approche, en tenant compte de l’anisotropie des supraconducteurs lamellaires a`
travers une loi d’e´chelle. La fonctionnelle de l’e´nergie libre de Ginzburg-Landau, applicable aux
mate´riaux isotropes (expression (1.15)), est modifie´e en introduisant l’anisotropie du tenseur des
masses effectives des porteurs. L’induction obe´it a` la loi d’e´chelle
B −→ B˜(θ) = B(0)√
cos2 θ + sin
2 θ
γ2
, (4.1)
ou` θ est l’angle que fait la direction du champ magne´tique avec celle de l’axe c du supracon-
ducteur. Dans la limite de couches supraconductrices comple`tement de´couple´es, γ −→ ∞, et
B˜(θ) −→ B(0)/ cos(θ), on trouve le mode`le bidimensionnel propose´ par Kes et al [210]. L’approche
anisotrope (4.1) s’applique tre`s bien aux compose´s de moyenne anisotropie comme YBa2Cu3O7−y
(γ ∼ 7).
4.1.2 De´viations par rapport a` l’approche anisotrope
L’approche anisotrope de Blatter et al [211] pre´dit que lorsque la direction du champ magne´tique
est de´vie´e par rapport a` celle de l’axe c, les vortex cre´e´s suivent la direction d’application du champ
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Fig. 4.1 – Image de gauche : de´coration Bitter [212] d’un monocristal de Bi2Sr2CaCu2O8+y (Tc =
88.5 K) soumis a` un champ de 35 Oe dont la direction est de´vie´e de 75˚ par rapport aux plans
(H⊥ = 9 Oe et H‖ = 34 Oe). L’image repre´sente une re´gion de 75 × 60 µm de la surface du
monocristal. La direction des chaˆınes suit la projection du champ magne´tique sur les plans. Image
de droite : triangulation Delaunay d’une re´gion de la de´coration Bitter traverse´e par un vortex
Josephson.
magne´tique. En 1991, Bolle et al [212] visualisent l’induction magne´tique a` la surface de mono-
cristaux de Bi2Sr2CaCu2O8+y a` l’aide de la de´coration Bitter, en variant la direction du champ
magne´tique applique´ par rapport a` l’axe c. Leurs re´sultats (voir figure 4.1) montrent qu’une par-
tie des vortex se re´partissent selon un re´seau triangulaire d’empilements de pancakes. Les vortex
restants se re´partissent suivant des lignes paralle`les et e´quidistantes, qualifie´es de chaˆınes. La direc-
tion des chaˆınes co¨ıncide avec la projection du champ magne´tique sur les plans CuO2. La densite´
line´aire des vortex dans les chaˆınes ainsi que la distance entre les chaˆınes de´pendent de l’intensite´
du champ. Ces observations ne peuvent eˆtre interpre´te´es dans le cadre de l’approche anisotrope
propose´e par Blatter et al [211] ; Bolle et al [212] en ont de´duit que ces effets e´taient dus a` la forte
anisotropie de Bi2Sr2CaCu2O8+y qui oblige les supercourants a` circuler dans les plans CuO2.
Schmidt et al [213] et Ooi et al [214] ont e´tudie´ la fusion du re´seau de vortex pour diffe´rentes
orientations du champ magne´tique dans le Bi2Sr2CaCu2O8+y. Pour une tempe´rature constante,
HFOT⊥ , la valeur du champ perpendiculaire aux plans pour laquelle la transition du premier ordre
a lieu est mesure´e en fonction de H‖, la composante du champ paralle`le. Pour de faibles valeurs
de la composante paralle`le, HFOT⊥ de´croˆıt line´airement avec H‖ (voir figure 4.2). Puis a` partir
d’une valeur de H‖ de´pendante de la tempe´rature, HFOT⊥ suit une de´croissance parabolique. Cette
dernie`re de´croissance est pre´dite par la loi d’e´chelle anisotrope qui, a` partir de l’e´quation 4.1 donne
HFOT⊥ =
√
HFOT⊥ (H‖ = 0) 2 −
H2‖
γ2
≈ HFOT⊥ (H‖ = 0)
(
1−
H2‖
2γ2HFOT⊥ (H‖ = 0) 2
)
. (4.2)
Toutefois, cette loi n’explique pas le comportement de la ligne de fusion pour les faibles valeurs de
H‖.
Depuis les observations de Bolle et al [212], plusieurs e´tudes the´oriques [217, 218, 219, 220, 221]
montrent que, dans le cadre du mode`le anisotrope de Ginzburg-Landau, pour le cas de fortes
anisotropies, le champ magne´tique, applique´ de manie`re oblique par rapport aux axes cristallins de
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Fig. 4.2 – Symboles ouverts : e´volution du champ de la re´sonance plasma Josephson d’apre`s
Matsuda et al [215] mesure´e a` 40.2 K et 45 GHz. On a reporte´ en symboles ferme´s, la ligne de
fusion du re´seau pour diffe´rentes tempe´ratures d’apre`s Ooi et al [216] et Konczykowski. On peut
voir que pour de faibles valeurs de H‖, HFOT⊥ de´croˆıt line´airement. La ligne en pointille´s repre´sente
le champ critique Bd au dela` duquel le re´seau Josephson est dans la limite dense pour γ = 500.
l’e´chantillon, ge´ne`re deux sous-re´seaux, chacun oriente´ le long d’un axe cristallin majeur. Toutefois,
le mode`le de Lawrence et Doniach [83] (expression (1.47)) est mieux adapte´ a` la forte anisotropie
de Bi2Sr2CaCu2O8+y. La premie`re e´tude dans le cadre de ce mode`le est re´alise´e par Benkraouda
et al [222, 223]. Ces derniers, a` partir de la description the´orique d’un empilement de pancakes
introduit par Clem [84], montrent qu’un tel empilement isole´, lorsqu’il est de´vie´ par rapport a` l’axe
c, devient instable au-dela` d’un angle critique θc entre la ligne de flux et l’axe c. Pour cela, les
auteurs montrent que le module e´lastique d’une ligne de vortex en absence de couplage Josephson
devient ne´gatif au-dela` de θc = 52˚ . Ils proposent aussi une structure alternative dont l’e´nergie est
plus favorable (voir figure 4.3(b)), toujours en l’absence de couplage Josephson.
4.1.3 Cas d’un re´seau dense de vortex Josephson en pre´sence d’une
faible densite´ de pancakes
Bulaevskii et al [224] proposent l’existence d’une nouvelle phase de la matie`re de vortex a`
partir de l’e´tude du mode`le de Lawrence et Doniach [83]. Dans le cas d’un fort champ magne´tique
applique´ a` une orientation tre`s proche des plans, le re´seau de vortex se de´compose en un sous-
re´seau de vortex Josephson dans la limite dense (cz = s) et en un sous-re´seau d’empilements de
pancakes. Pour e´tablir la structure probable d’un tel re´seau ”combine´”, Bulaevskii et al prennent
en compte l’interaction entre un vortex Josephson et un empilement de pancakes. Cette interaction
est due aux deux effets suivants :
– le vortex Josephson induit un courant superconducteur dans les couches qui exerce une force
de Lorentz sur les pancakes qui se trouvent dans ces couches ;
– le cœur du vortex Josephson provoque une perturbation de la diffe´rence de phase supracon-
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Fig. 4.3 – Gauche : empilement de pancakes suivant la direction du champ magne´tique applique´.
Droite : structure alternative propose´e par Benkraouda et al [223]. Cette structure est plus stable
que la ligne de´vie´e lorsque θ > θc = 52˚ .
Fig. 4.4 – Arrangement des pancakes sur un re´seau dense de vortex Josephson (d’apre`s Bulaevskii
et al [224]). Le re´seau dense de vortex Josephson provoque une oscillation de la phase suivant l’axe
x (la direction du champ magne´tique est orthogonale a` x). Les pancakes d’un meˆme empilement
sont de´vie´s suivant la direction des vortex Josephson.
ductrice (voir paragraphe 1.11.4). Cela modifie le couplage Josephson entre couches voisines
et donc la position relative des pancakes.
Bulaevskii et al [224] proposent de ne´gliger l’interaction du pancake avec les courants supra-
conducteurs pour ne conside´rer que l’effet de la modification du couplage Josephson. Par ailleurs,
ils simplifient le proble`me en conside´rant que la distribution du champ de phase est avant tout
de´termine´e par le re´seau dense de vortex Josephson et ne prennent pas en compte la perturbation
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des pancakes sur la phase.
En l’absence de vortex Josephson, la diffe´rence de phase entre les couches supraconductrices est
nulle (en dehors de l’effet des excitations thermiques et des de´fauts cristallins sur les empilements
de pancakes), et les pancakes formant une ligne de vortex sont parfaitement aligne´s suivant l’axe
c. En pre´sence d’un re´seau dense de vortex Josephson, la diffe´rence de phase oscille dans l’espace
avec une pe´riode e´gale a` a = Φ0/sH‖ et une amplitude 2pi. La minimisation de l’e´nergie Joseph-
son impose alors une structure ”en zig-zag” pour l’empilement de pancakes, lui permettant de
s’ajuster au champ de phase supraconductrice pre´sent. La figure 4.4 est tire´e de la re´fe´rence [224].
Elle montre que deux pancakes appartenant a` des couches adjacentes sont de´cale´s suivant l’axe
des vortex Josephson afin d’optimiser leur couplage Josephson. Toutefois, la force de couplage
magne´tique tend toujours a` aligner les pancakes suivant l’axe c. Bulaevskii et al [224] calculent
donc la de´formation finale en comparant les deux forces en pre´sence. Par une approche du premier
ordre, la de´formation spatiale entre deux pancakes voisins est proportionnelle au rapport entre la
force de couplage Josephson et la force de rappel magne´tique.
4.1.4 Re´seaux croise´s et chaˆıne de pancakes
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jouxtant un vortex Josephson.
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Fig. 4.5 – Effet des supracourants d’un vortex Josephson sur un empilement de pancakes. Les
forces de Lorentz agissent de manie`re a` de´truire l’alignement des pancakes.
En 1999, Koshelev [225] e´tend les travaux de Bulaevskii pour des champs plus faibles et propose
l’existence d’une nouvelle phase solide de la matie`re de vortex en pre´sence d’une composante
de champ paralle`le aux plans (voir figure 4.6(c)). La` encore, dans cette phase appele´e ”re´seaux
croise´s” (en anglais ”crossing lattices”), le champ magne´tique oblique ge´ne`re deux sous-re´seaux de
vortex correspondant aux deux composantes du champ, suivant les axes de syme´trie du cristal : la
composante du champ paralle`le aux plans supraconducteurs cre´e un re´seau de vortex Josephson
et la composante perpendiculaire aux plans cre´e un re´seau forme´ d’empilements de pancakes.
La densite´ d’e´nergie libre d’une telle phase est compose´e de celle du re´seau d’empilements de
pancakes et de celle du re´seau de vortex Josephson1
Fsolide = FPVsolide + F
V J
solide = F
PV
solide +
(B‖ −H‖)2
8pi
+
B‖
2φ0
ε0
γ
ln
(
γΦ0
B‖s2
)
, (4.3)
1il s’agit de la densite´ d’e´nergie des re´seaux calcule´e dans le mode`le de London. En ne´gligeant usuellement
l’entropie des deux re´seaux, cette e´nergie est e´gale a` l’e´nergie libre.
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ou` FV Jsolide est la densite´ d’e´nergie libre du re´seau de pancakes a` l’e´tat solide. Pour l’e´tat liquide,
on e´crit similairement
Fliquide = FPVliquide + F
V J
liquide = F
PV
liquide +
(B‖ −H‖)2
8pi
. (4.4)
Ici, la contribution de B‖ sur la phase liquide n’a lieu qu’au travers de l’e´nergie magne´tique car
Koshelev suppose que le couplage Josephson est ne´gligeable dans le liquide de vortex. La diffe´rence
de densite´ d’e´nergie libre devient
∆F = Fsolide − Fliquide = ∆FB‖=0 +∆FB‖ = ∆FB‖=0 +
B‖
2φ0
ε0
γ
ln
(
γΦ0
B‖s2
)
, (4.5)
ou` ∆FB‖=0 repre´sente la diffe´rence de densite´ d’e´nergie libre en absence de champ paralle`le. Pour
une tempe´rature donne´e, le champ de fusion HFOT⊥ (H‖ = 0) est de´termine´ par ∆FB‖=0 = 0.
La variation de HFOT⊥ en fonction d’une composante paralle`le du champ magne´tique est donc
de´termine´e par la variation de densite´ d’e´nergie libre ∆FB‖ . Puisque cette variation est quasime-
ment line´aire avec H‖ (en ne´gligeant la faible de´pendance logarithmique), la pre´sence des re´seaux
croise´s explique la de´croissance line´aire de la ligne de fusion du re´seau de vortex en fonction de la
composante paralle`le [225].
La possibilite´ d’une coexistence de deux sous-re´seaux de vortex pour de faibles densite´s de
champs avait aussi e´te´ e´voque´e [217, 223, 89] pour interpre´ter les observations de Bolle et al [212].
Toutefois, la the´orie de Koshelev permet d’expliquer que, ces deux sous-re´seaux, au lieu de s’e´viter,
s’attirent2. Ils forment ainsi une nouvelle phase, qualifie´e de ”chaˆıne de pancakes”.
Contrairement a` Bulaevskii et al [224], Koshelev conside`re l’interaction du pancake avec un
vortex Josephson a` travers les courants supraconducteurs et ne´glige l’effet du couplage Josephson
sur l’interaction entre pancakes de couches voisines. Avec cette simplification, les supracourants
planaires de´finissant un vortex Josephson exercent une force de Lorentz sur les pancakes ce qui
tend a` rompre l’empilement associe´. En revanche, cette force est contrebalance´e par les forces de
rappel magne´tique qui lient les pancakes entre eux. La nouvelle phase pre´dite par Koshelev est
repre´sente´e dans la figure 4.6(d). Les pancakes d’un empilement qui sont situe´s a` proximite´ d’un
vortex Josephson, ou plutoˆt de ses supracourants, sont le´ge`rement de´place´s par rapport a` leur
position d’e´quilibre. Entre les pancakes qui sont ainsi de´place´s, il n’y a plus de vortex Josephson
(VJ) ; ainsi, une partie de l’e´nergie Josephson est gagne´e. Par ailleurs, dans cette configuration,
le moment magne´tique total associe´ a` un empilement de pancakes posse`de une faible composante
oriente´e suivant l’axe des vortex Josephson, ce qui repre´sente un gain d’e´nergie en raison de l’ali-
gnement des dipoˆles magne´tiques. Afin de justifier l’existence re´elle des re´seaux croise´s, il faut
comparer l’e´nergie libre de cette phase avec celle d’autres configurations possibles, notamment
celle d’un re´seau oblique (voir figure 4.6(b)). Un tel re´seau est obtenu en ope´rant une rotation
uniforme du re´seau de vortex d’un angle fini par rapport a` l’axe c. Cependant, puisque les re´seaux
croise´s impliquent la pre´sence d’un re´seau de vortex Josephson, seul le mode`le de Lawrence et
Doniach [83] permet de postuler une telle phase. Sans entrer dans le de´tail des calculs effectue´s,
nous pouvons rappeler les quelques arguments qualitatifs propose´s par Koshelev [226] permettant
de distinguer les diffe´rences entre ces deux structures.
Comme la fonctionnelle de Landau doit pre´senter la syme´trie du syste`me, dans un mate´riau
isotrope le re´seau de vortex suit toujours la direction du champ magne´tique3 (voir figure 4.6(b)).
Cependant, dans les mate´riaux lamellaires, les vortex sont de´sormais forme´s d’empilements de
pancakes. Lorsqu’un tel empilement est de´vie´ par rapport a` l’axe c, le couˆt en e´nergie augmente :
il y a une perte d’e´nergie magne´tique et Josephson. Ces pertes sont respectivement dues au de´faut
2Nous exposerons plus en de´tail dans le paragraphe 4.3.5 la raison de cette attraction.
3On conside`re que les effets de bords dus a` la forme ge´ome´trique des monocristaux sont ne´gligeables dans l’e´nergie
totale.
102 Chapitre 4 : Structure du liquide de vortex en pre´sence de champ oblique
(a) re´seaux droit (b) re´seaux obliques
(c) re´seaux croise´s (d) chaine
(e) re´seaux combine´s (f) soliton
Fig. 4.6 – Diffe´rentes phases de la matie`re de vortex en pre´sence d’une composante paralle`le.
d’alignement des courants et des phases perpendiculairement aux plans CuO2. La perte associe´e
a` l’e´nergie Josephson est γ2 fois plus faible que celle de l’e´nergie magne´tique et peut eˆtre ne´glige´e
au premier ordre [226]. D’autre part, la distance entre deux pancakes appartenant a` des plans
premiers voisins est alors infe´rieure a` λJ . Il n’y a donc pas de cre´ation de vortex Josephson entre
ces deux pancakes et donc pas de perte d’e´nergie Josephson associe´e.
En revanche, le re´seau croise´ (voir figure 4.6(d)) implique la pre´sence d’un re´seau de vortex
Josephson et donc une perte plus importante d’e´nergie Josephson. Cependant, cette phase per-
met de re´duire la perte d’e´nergie magne´tique car, en dehors des pancakes intersectant les vortex
Josephson, la majorite´ des pancakes sont aligne´s suivant l’axe c. Par conse´quent, les compose´s
fortement anisotropes pour lesquels la cohe´sion des pancakes est principalement assure´e par le
couplage magne´tique, exhiberont pre´fe´rentiellement la phase des vortex croise´s. Par contre, les
mate´riaux faiblement isotropes exhiberont les re´seaux obliques car l’e´nergie Josephson est tre`s im-
portante. Afin de comparer l’importance relative du couplage magne´tique par rapport au couplage
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Josephson, il est possible d’estimer pour les mate´riaux e´tudie´s le parame`tre
α =
λab
λJ
=
λab
γs
. (4.6)
Nous avons vu dans le premier chapitre (paragraphe (1.11.2.2)) que λab, longueur de pe´ne´tration
pour des courants circulant dans les couches supraconductrices, fixe aussi la longueur caracte´ristique
du couplage magne´tique s’exerc¸ant entre les pancakes d’un meˆme empilement. λJ est obtenue a`
partir du rapport des e´nergies
λJ =
√
J
EJ
, (4.7)
avec J = sε0/pi = sΦ20/4piµ0λ
2
ab et EJ = J/λ
2
J . Plus le couplage Josephson est important, plus
le courant Josephson est important et donc plus petite est la distance caracte´ristique λJ sur la-
quelle la diffe´rence de phase entre deux couches voisine peut varier de 0 a` 2pi. λJ repre´sente donc
la taille d’un cœur de vortex Josephson (expression (1.74)). α permet de comparer l’importance
des couplages magne´tique et Josephson sur la cohe´sion des pancakes d’un empilement. On peut
s’attendre a` ce que lorsque α est petit, la phase des re´seaux croise´s devient plus stable que la
phase des re´seaux obliques. Cependant, pour le Bi2Sr2CaCu2O8+y, le parame`tre α est proche de
0.25 et augmente avec la tempe´rature. Il n’est donc pas possible d’utiliser les arguments qualita-
tifs ci-dessus pour pre´dire la stabilite´ des deux phases. En outre, en raison de la non line´arite´ du
terme de couplage Josephson en fonction de la diffe´rence de phase invariante de jauge, le mode`le
de Lawrence et Doniach ne peut eˆtre re´solu analytiquement. Seules des simulations nume´riques
sont possibles.
L’approche de Koshelev explique la formation des chaˆınes observe´es par Bolle et al [212] et Grigo-
rieva et al [227] : les alignements de pancakes observe´s a` la surface des e´chantillons ”de´corent” les
vortex Josephson, dont la direction suit naturellement celle de la composante paralle`le du champ
applique´.
Depuis cette proposition, de nombreuses e´tudes ont e´te´ re´alise´es qui appuient l’existence des
chaˆınes de pancakes. Il s’agit tout d’abord des techniques optiques de visualisation de l’induc-
tion magne´tique qui confirment la pre´sence de chaˆınes de pancakes a` la surface des e´chantillons :
magne´to-optique diffe´rentielle [228, 229, 230, 231], de´coration Bitter [232], microscopie par sonde
a` effet Hall [216, 233] et microscopie Lorentz [234]. Le groupe de Simon Bending a meˆme re´ussi
a` montrer que les lignes de flux correspondant aux pancakes positionne´s sur les vortex Josephson
sont bien de´vie´es par les supracourants de´finissant les vortex Josephson [235], hypothe`se essentielle
de la the´orie de Koshelev (voir paragraphe 4.3.5). Re´cemment, Connolly et al [236] ont montre´ que
les vortex Josephson permettent aux pancakes de pe´ne´trer plus facilement l’e´chantillon, re´duisant
ainsi l’irre´versibilite´.
Cependant, la phase observe´e par Bolle et al [212] est en re´alite´ une phase de ”re´seaux com-
bine´s” sche´matise´e figure 4.6(e) : les empilements de pancakes sont, pour une partie d’entre eux
pie´ge´s sur les vortex Josephson, les pancakes restants e´tant situe´s dans des zones libres de vortex
Josephson. Il existe en re´alite´ de nombreuses autres phases thermodynamiques. Koshelev a ainsi
propose´ une structure de type ”soliton” repre´sente´e figure 4.6(f) : la distorsion des empilements de
pancakes au niveau des vortex Josephson est telle, que deux empilements voisins peuvent se cou-
pler magne´tiquement. Cette phase est possible car il a e´te´ montre´ que deux empilements de vortex
intersectant un vortex Josephson s’attirent a` grande distance [237]. D’autres travaux prennent
en compte l’interaction entre pancakes voisins, pie´ge´s sur un vortex Josephson et proposent un
arrangement alternatif des pancakes.
4.1.5 Effet d’une composante paralle`le dans le cadre de l’expansion
haute tempe´rature
D’apre`s Koshelev, l’e´volution de la ligne de fusion du re´seau de vortex en pre´sence d’une com-
posante de champ paralle`le de´pend principalement de la nature de l’e´tat fondamental de la phase
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solide. Ainsi, le me´canisme e´voque´ pour expliquer la de´pendance de la ligne de transition en fonc-
tion de la composante paralle`le, ne peut expliquer l’effet de ce champ sur les pancakes lorsque
ceux-ci sont a` l’e´tat liquide (voir e´quation 4.5).
Dans le premier chapitre, nous avons vu que pour la phase liquide de pancakes, l’expansion
haute tempe´rature [238] conside`re, en premie`re approximation, que les positions des pancakes sont
comple`tement de´corre´le´es d’une couche a` l’autre. Le couplage Josephson est alors pris en compte
de fac¸on perturbative en conside´rant qu’il est beaucoup plus faible que l’e´nergie thermique
EJa
2 = J
a2
λ2J
¿ kBT , (4.8)
ou` a est la distance moyenne entre pancakes.
La phase liquide e´tant totalement de´sordonne´e, une densite´ 1/a2 de pancakes sur l’aire ca-
racte´ristique λ2J re´duit l’e´nergie Josephson d’un facteur a
2/λ2J .
Lorsqu’une composante du champ magne´tique est rajoute´e paralle`lement aux plans, la modulation
du champ magne´tique induite par les courants d’e´crantage peut alors eˆtre ne´glige´e car l’e´nergie
Josephson est faible. Le syste`me se retrouve effectivement dans le cas de jonctions e´troites car la
valeur effective de λJ est plus grande que les dimensions late´rales de l’e´chantillon. Comme dans
le cas des jonctions conventionnelles, le champ magne´tique rajoute un terme dans la diffe´rence
de phase invariante de jauge qui croˆıt line´airement en fonction de la distance, paralle`lement a` la
jonction
∆φ(x) = ∆φ0 +
2piLeff
Φ0
B‖x . (4.9)
Dans le cas d’une jonction conventionnelle dont l’e´paisseur de la barrie`re tunnel est t, la pe´riodicite´
spatiale de modulation du champ est donne´e par Leff = dJ = 2λab + t (voir expression (1.77)).
Pour le cas des supraconducteurs lamellaires, Koshelev conside`re que Leff = s. Ainsi, pour
un champ de H‖ = 500 Oe, le terme line´aire dans la diffe´rence de phase augmente comme
2pis
Φ0
H‖L ∼ L[m]300000 . Ce terme e´tant ne´gligeable, Koshelev conside`re que le champ magne´tique pe´ne`tre
de fac¸on comple`tement transparente dans le mate´riau. Par conse´quent, le liquide de vortex pour-
rait eˆtre de´crit par l’approche bi-dimensionnelle introduite par Kes [210].
Toutefois, les mesures de re´sonance plasma montrent que, dans l’e´tat liquide, les pancakes sont
tout de meˆme corre´le´s a` travers quelques couches supraconductrices. Ces mesures sont ve´rifie´es
par des mesures d’aimantation re´versible [239]. La relation 4.9 n’est donc pas tout a` fait justifie´e.
En outre, des e´tudes the´oriques [240] et expe´rimentales [117] soutiennent que, pour des champs
faibles tels que HFOT⊥ < BJ = Φ0/λ
2
J ,
4 les empilements de pancakes passent a` l’e´tat liquide en
gardant leur caracte`re de ligne de flux. Pour le Bi2Sr2CaCu2O8+y fortement sous-dope´ et pour
des tempe´ratures entre 50 et 70 K, BJ ∼ 40− 70 Oe ce qui est de l’ordre de grandeur du champ
de fusion pour T → 0.
4.1.6 Re´sonance Plasma Josephson en pre´sence de champ paralle`le
La pre´sence des re´seaux croise´s induit une forte perturbation de la diffe´rence de phase entre
couches supraconductrices. La technique de Re´sonance Plasma Josephson (RPJ) peut donc eˆtre
utilise´e pour de´tecter la pre´sence d’une telle perturbation de la phase. En outre, contrairement aux
techniques d’imagerie du champ magne´tique, elle permet de sonder tout le volume de l’e´chantillon,
s’affranchissant ainsi de possibles effets de surface, complexes a` pre´voir the´oriquement. Elle permet
aussi d’e´tudier la phase liquide de pancakes puisqu’elle peut sonder les corre´lations entre pancakes.
Nous rappelons dans ce paragraphe les re´sultats de´ja` publie´s sur l’effet d’un champ paralle`le sur
la re´sonance plasma Josephson dans Bi2Sr2CaCu2O8+y. Toutes ces expe´riences ont e´te´ re´alise´es en
4ce crite`re e´quivaut a` a0 > λJ . Dans ce cas, le couplage intra-plan de pancakes voisins est infe´rieur au couplage
entre pancakes d’un meˆme empilement.
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faisant varier l’intensite´ du champ magne´tique applique´ pour diffe´rentes orientations par rapport
aux axes de syme´trie du cristal e´tudie´. Ce protocole e´tait utilise´ afin de ve´rifier la validite´ du
mode`le anisotrope (voir e´quation 4.1). Cependant, il est mal adapte´ a` l’e´tude des re´seaux croise´s
car il fait varier simultane´ment les deux composantes du champ au cours de la mesure.
Matsuda et al [113] sont les premiers a` pre´senter l’absorption micro-onde d’un e´chantillon
le´ge`rement sous-dope´ (Tc = 85 K) en fonction du champ magne´tique pour diffe´rentes orienta-
tions du champ par rapport a` l’axe c. Les auteurs observent la RPJ en champ oblique et utilisent
la variation de l’orientation du champ afin d’e´claircir le comportement anticyclotronique de la
re´sonance plasma en fonction de la composante du champ magne´tique paralle`le a` l’axe c. L’e´tude
en fonction de l’angle du champ par rapport a` l’axe c est effectue´e a` 27.2 K et 45 GHz tandis que le
champ magne´tique H0 est de´vie´ par rapport a` l’axe c de 30, 60 et 80˚ . Les auteurs prouvent que la
position de la re´sonance plasma ne de´pend que de la composante perpendiculaire aux plans CuO2,
H⊥ = H0 cos θ. Cette observation confirme le caracte`re quasi-bidimensionnel de Bi2Sr2CaCu2O8.
Toutefois, les re´sultats expe´rimentaux montrent que plus la composante paralle`le H‖ = H0 sin θ est
importante, plus l’intensite´ de la re´sonance plasma diminue et plus sa largeur en champ augmente.
Tsui et al [114] pre´sentent une e´tude plus syste´matique de la RPJ sous l’effet d’un champ
magne´tique applique´ a` une orientation proche des plans supraconducteurs. L’e´tude est re´alise´e a` 5
K et 47.3 GHz. L’absorption hyperfre´quence de l’e´chantillon est mesure´e en balayant l’intensite´ du
champ magne´tique a` tempe´rature constante. Cette proce´dure est re´pe´te´e pour plusieurs orienta-
tions du champ. La composante paralle`le du champ magne´tique e´tant de l’ordre de Bd = Φ0/γs2,
le re´seau de vortex Josephson est proche de la limite dense. La` encore, plus la direction du champ
magne´tique est rapproche´e de celle des plans supraconducteurs, plus l’intensite´ de la re´sonance
plasma diminue et plus sa largeur augmente. En outre, une forte hyste´re´sis est pre´sente en fonction
du sens de balayage du champ magne´tique : pour deux directions du champ magne´tique syme´trique
par rapport aux plans (seul le champ H⊥ change de signe), les re´sultats ne sont pas identiques. Il
est fort probable que cet hyste´re´sis soit duˆ a` l’ancrage de flux, tre`s important a` 5 K, impliquant la
pre´sence importante de flux pie´ge´ a` l’inte´rieur de l’e´chantillon lorsque le champ applique´ effectue
un cycle. Tsui et al conside`rent que le maximum d’absorption correspond toujours a` la re´sonance
plasma. Ils observent alors que la fre´quence plasma augmente lorsque le champ est de´vie´ des plans
supraconducteurs jusqu’a` un angle de 5˚ environ avant de rediminuer.
Les re´sultats de ces expe´riences sont en accord avec le re´arrangement corre´le´ de vortex Jo-
sephson et de pancakes pre´vu par Bulaevskii et al [224]. L’augmentation de la fre´quence plasma
observe´e correspond bien a` la hausse du courant critique suivant l’axe c et de la fre´quence de la
RPJ pre´dite par ce mode`le (voir 4.1.3).
Matsuda et al [215] confirment ces observations peu apre`s en effectuant des mesures plus
pre´cises pour des e´chantillons optimalement dope´s (Tc = 89.5 K) et le´ge`rement sous-dope´s (Tc = 87
K). La pre´cision sur l’angle du champ magne´tique est elle-aussi meilleure. Les mesures sont faites
a` 30.2 K et 36 K pour l’e´chantillon le´ge`rement sous-dope´ et 40.2 K pour le cas optimalement dope´.
Ce groupe confirme l’augmentation du champ ou` la RPJ a lieu en fonction de H‖ lorsque pi/2−θ <
4˚ en accord avec l’approche de Bulaevskii. Cependant, la limite des re´seaux denses n’est pas at-
teinte pour ces mesures. Les mesures montrent e´galement que la largeur des re´sonances plasma
en champ diminue lorsque H‖ augmente en contradiction avec les mesures de Tsui et al. Lorsque
pi/2 − θ > 5˚ , la fre´quence plasma diminue et Matsuda et al appliquent le de´veloppement haute
tempe´rature.
Nous avons reporte´ sur la figure 4.2 les re´sultats obtenus par Matsuda et al [215] sur un
diagramme de phase (B⊥,B‖). Nous avons aussi indique´ la ligne de fusion de la phase solide de
vortex pour diffe´rentes tempe´ratures obtenue par Tokunaga et al [216] et par Konczykowski et al
pour T = 75 K. Pour toutes ces e´tudes, les e´chantillons sont proches du dopage optimal avec des
tempe´ratures critiques de l’ordre de 87-90 K. En supposant que la ligne de fusion est identique
pour les monocristaux e´tudie´s dans ces diffe´rents groupes, la hausse du courant critique apparaˆıt
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bien dans la phase solide et la de´croissance intervient dans la phase liquide. Toutefois, les valeurs
de H‖ sont en-dessous de la limite des re´seaux denses requise pour appliquer le mode`le de Bu-
laevskii et al. En outre, les mesures de Matsuda et de Tsui sont parcellaires puisqu’effectue´es pour
une seule tempe´rature et fre´quence. Par ailleurs, des pics supple´mentaires de faible intensite´ sont
aussi visibles sur les courbes expe´rimentales dont la pre´sence n’est pas explique´e. Il a e´te´ sugge´re´
que la pre´sence de ces pics est lie´e a` la dynamique propre des vortex Josephson.
Plus re´cemment, quelques groupes ont e´tudie´ l’effet des vortex Josephson seuls sur la re´sonance
plasma. Ces mesures sont tre`s difficiles a` re´aliser car il faut s’assurer qu’aucun pancake n’est pre´sent
dans l’e´chantillon. Nous pre´sentons tout d’abord les re´sultats obtenus dans Bi2Sr2CaCu2O8+y .
Kakeya et al [241] ont utilise´ la technique de perturbation de cavite´ re´sonante pour l’e´tude du
re´seau de vortex Josephson dans des monocristaux sous-dope´s de Bi2Sr2CaCu2O8+y (Tc = 70.2 K).
Ces auteurs observent deux pics d’absorption hyperfre´quence distincts.
La possibilite´ d’exciter deux re´sonances plasma a e´te´ de´ja` e´voque´e the´oriquement pour le cas
de jonctions conventionnelles [242, 171] dans la limite longue. La re´sonance plasma Josephson peut
alors avoir une composante a` la fois longitudinale et transverse : l’oscillation de charges se fait
a` la fois perpendiculairement a` la jonction mais aussi paralle`lement a` celle-ci. Partant du prin-
cipe qu’un re´seau de vortex Josephson module de facto le courant critique JJ le long des plans
supraconducteurs, Bulaevski et al [243] proposent d’appliquer ce raisonnement au cas d’un re´seau
de vortex Josephson. Le champ e´lectrique hyperfre´quence applique´ suivant l’axe c induit a` la fois
le tunneling des paires de Cooper et les oscillations du re´seau de vortex Josephson a` travers la
force de Lorentz. Bulaevskii soutient qu’il est alors possible d’exciter des modes transverses et
longitudinaux. Dans ce cas, la relation ω2p = ωp(0)
2〈cosφn,n+1〉 [244] ne peut plus eˆtre applique´e
car la fre´quence plasma de´pend aussi de la modulation spatiale du courant critique suivant les
plans CuO2 (voir e´quation (1.79) du premier chapitre).
Dordevic et al [245, 246] e´tudient la re´sonance plasma en pre´sence de vortex Josephson dans
le compose´ La2−xSrxCuO4 en fonction du dopage. Ces mesures sont obtenues par spectroscopie
infrarouge car la re´sonance plasma dans ce compose´ est environ 4,8 THz (soit 160 cm−1) dans le
cas sous-dope´ et 10,8 THz (soit 360 cm−1) pour le compose´ optimalement dope´. Cette technique
permet de re´soudre la structure de la re´sonance plasma en fre´quence. Les mesures sont donc ef-
fectue´es en balayant la fre´quence pour diffe´rents champs H‖ applique´s. Pour ces mesures, le champ
maximum est de 17 T, alors que Bd = Φ0/γs2 est 36,7 T pour le compose´ sous-dope´ et 55 T pour le
cas optimalement dope´. Dordevic et al observent que sous l’effet d’une composante de champ pa-
ralle`le aux plans, la fre´quence de la re´sonance plasma diminue et sa largeur en fre´quence augmente.
Contrairement aux mesures de Kakeya, aucune nouvelle re´sonance n’est de´tecte´e. En dehors du cas
particulier des e´chantillons dope´s a` 1/8,5 les re´sultats sont bien explique´s par le mode`le propose´
par Bulaevskii et al [244] en 1995. La re´sonance plasma est donc bien proportionnelle a` 〈cosφ〉 et
de´croˆıt comme
ωp(H‖) = ωp(0)
(
1− pi
8
H‖
Bd
ln
(
Bd
H‖
))
, (4.10)
lorsque H‖ ¿ Bd. Kojima et al [247] re´alisent des mesures similaires sur YBa2Cu3O6.6. Pour
ce compose´, γ ∼ 50 et la re´sonance plasma apparaˆıt dans l’infrarouge lointain. Ces auteurs
trouvent qu’en pre´sence d’une composante paralle`le, un nouveau pic dans la conductivite´ op-
tique apparaˆıt. Cet effet est discute´ dans le cadre du ”bilayer splitting” : la pre´sence de deux
couches CuO2 le´ge`rement diffe´rentes par maille atomique impliquent deux couplages Josephson
d’intensite´ diffe´rente selon ces deux couches. Il se peut alors que les vortex Josephson pe´ne`trent
pre´fe´rentiellement dans les jonctions dont le courant critique est plus faible. Dans ce cas, il peut
y avoir deux re´sonances plasma : l’une correspondant au couplage entre les jonctions ne compor-
tant aucun vortex, l’autre, de fre´quence plus faible, correspondant aux jonctions occupe´es par les
5Le cas de ce dopage semble eˆtre particulier en raison de la pre´sence de stripes et d’inhomoge´ne´ite´s de charge
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fluxons. Toutefois, une controverse subsiste quant a` la pre´sence re´elle de VJ dans un compose´ aussi
peu anisotrope.
4.1.7 Objectif des mesures
De nombreuses phases thermodynamiques des vortex sont postule´es en pre´sence d’une compo-
sante paralle`le du champ magne´tique. Tous ces e´tats fondamentaux de l’e´nergie libre se distinguent
par une part plus ou moins importante de l’e´nergie de couplage magne´tique et Josephson. La
re´sonance du plasmon Josephson est donc un outil de choix pour l’e´tude de ces phases puisqu’elle
est directement sensible a` l’e´nergie Josephson. Par ailleurs, contrairement aux me´thodes magne´to-
optiques ayant confirme´ la pre´sence de la phase des re´seaux croise´s, cette technique sonde tout le
volume de l’e´chantillon, s’affranchissant ainsi des effets de surface complexes.
Toutes les e´tudes portant sur l’effet d’un champ oblique sur le couplage interplan des supra-
conducteurs lamellaires ont e´te´ re´alise´es en variant simultane´ment les deux composantes du champ
magne´tique au cours de la mesure. Ce protocole permet de ve´rifier directement la the´orie aniso-
trope de Blatter et al [211]. Cependant, il pre´sente l’inconve´nient de superposer les effets des
vortex Josephson avec ceux des empilements de pancakes.
Par ailleurs, les re´sultats existants de re´sonance plasma Josephson ont e´te´ obtenus pour une
seule tempe´rature et une seule fre´quence d’excitation. Ils ne permettent donc pas de sonder le cou-
plage Josephson en fonction du champ magne´tique (H⊥, H‖) et de la tempe´rature. La de´couverte
des re´seaux croise´s et la compre´hension de leur origine physique appelle a` une re´e´valuation de
l’effet des vortex Josephson sur le couplage interplan.
4.2 Re´sultats expe´rimentaux
4.2.1 Choix des e´chantillons
L’utilisation des cavite´s hyperfre´quences disponibles au Laboratoire des Solides Irradie´s ne
permet la de´tection de la re´sonance plasma que pour des fre´quences infe´rieures a` 39 GHz. La
figure 4.7 montre la de´pendance de la fre´quence de re´sonance plasma Josephson en fonction de la
tempe´rature dans le Bi2Sr2CaCu2O8+y pour trois dopages diffe´rents. Dans le cas proche du dopage
optimal (Tc = 82.5 K), la fre´quence plasma augmente tre`s rapidement dans l’e´tat supraconducteur
et devient supe´rieure a` 39 GHz 1 Kelvin en dessous de la transition supraconductrice. En revanche,
la fre´quence plasma dans Bi2Sr2CaCu2O8+y fortement sous-dope´ (Tc = 69 K) est tre`s infe´rieure a`
celle du compose´ optimalement dope´. Le domaine (T,H) pour lequel la fre´quence plasma peut eˆtre
mesure´e est satisfaisant pour l’e´tude de la matie`re de vortex. Nous sommes donc amene´s a` utiliser
des e´chantillons fortement sous-dope´s (Tc ∼ 70 K). Cependant, il est tre`s difficile de faire croˆıtre
de tels monocristaux avec un dopage en oxyge`ne homoge`ne. La pre´sence de de´fauts me´soscopiques
influence fortement la matie`re de vortex. Par ailleurs, les inhomoge´ne´ite´s de dopage en oxyge`ne les
plus fre´quemment rencontre´es dans les monocristaux proviennent du de´faut du front de croissance
et se manifestent par des de´fauts line´aires dans les plans supraconducteurs. Il a e´te´ montre´ que
ces de´fauts sont de forts centres pie´geurs pour les vortex Josephson [198]. Par conse´quent, l’e´tude
des vortex Josephson ne´cessite l’utilisation de cristaux de tre`s bonne qualite´.
La technique ge´ne´ralement utilise´e consiste a` faire croˆıtre les monocristaux sous pression at-
mosphe´rique. Dans ces conditions, le dopage obtenu apre`s croissance (”as grown”) est proche du
dopage optimal (Tc ∼ 90 K). Pour obtenir des e´chantillons sous-dope´s, l’e´tape de recuit est re´alise´e
sous pression partielle d’oxyge`ne afin de re´duire la teneur en oxyge`ne. Cependant, la re´duction de
la teneur en oxyge`ne a` partir du dopage optimal jusqu’a` un dopage tre`s faible est impossible. Nos
monocristaux proviennent du groupe du professeur P. Kes ou` ils ont e´te´ obtenus par une me´thode
diffe´rente [198] : la croissance par la me´thode de la zone fondue est effectue´e sous pression partielle
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Fig. 4.7 – Evolution de la fre´quence plasma en fonction de la tempe´rature dans Bi2Sr2CaCu2O8+y
pour diffe´rents dopages mesure´e avec la technique bolome´trique dans le groupe du professeur
Matsuda (d’apre`s [248]).
de 25 mBar d’oxyge`ne. De cette fac¸on, les cristaux synthe´tise´s apre`s l’e´tape de croissance sont de´ja`
sous-dope´s. L’e´tape de recuit permet alors d’atteindre de tre`s faibles dopages tout en minimisant
la pre´sence de de´fauts.
Pour notre e´tude, nous avons choisi les deux monocristaux de Bi2Sr2CaCu2O8+y fortement
sous-dope´s, MW101 et MW103 de´ja` utilise´s par Colson et al pour l’e´tude de la transition de phase
du premier ordre entre le solide et le liquide de vortex [126]. Ils avaient e´te´ pre´leve´s par clivage a`
partir d’un meˆme baˆtonnet de croissance. Leur taille est de 1, 35×1×0, 04 mm3 pour MW101 et de
0, 7×0, 47×0, 02 mm3 pour MW103. Par ailleurs, la de´pendance comple`te de la fre´quence plasma
ωp(T ) pour MW103 a e´te´ obtenue [117] a` l’aide de la technique bolome´trique dans le groupe du
professeur Y. Matsuda a` l’universite´ de Tokyo en 2002. Un autre monocristal, UN25, provenant
du meˆme baˆtonnet, a aussi e´te´ utilise´ pour la de´termination de la ligne de fusion par sondes a` effet
Hall (voir ci-apre`s).
Nous avons mesure´ la susceptibilite´ alternative pour l’e´chantillon MW101. La figure 4.8 montre
la susceptibilite´ obtenue a` 1575 Hz. L’amplitude du champ excitateur est de 4.2 mOe afin d’e´viter
la pre´sence de vortex au sein de l’e´chantillon. L’e´chantillon est tout d’abord refroidi a` 4.2 K sans
champ magne´tique (”Zero Field Cool”), puis le champ excitateur hac est applique´ pour effectuer
la mesure en re´chauffant.
Le signal diamagne´tique apparaˆıt a` 79 K. L’e´crantage augmente lentement lorsque la tempe´rature
diminue, puis une transition brusque apparaˆıt a` 70 K. Cette transition principale repre´sente envi-
ron 75 % du signal d’e´crantage total.
Nous conside´rerons par la suite que la tempe´rature critique de cet e´chantillon est donne´e par
cette transition, Tc = 70± 0.8 K.
L’e´chantillon MW103 a e´te´ coupe´ en deux apre`s les mesures de re´sonance plasma et de ca-
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Fig. 4.8 – Partie re´elle et imaginaire de la susceptibilite´ de MW101. Le champ d’excitation est
hac = 4.2 mOe et la fre´quence f = 1575 Hz.
racte´risation magne´to-optique afin de retirer les parties inhomoge`nes. Nous avons alors tente´ de
mesurer la susceptibilite´ des e´chantillons restants. Toutefois, la taille re´duite des morceaux restants
ne nous a pas permis d’obtenir des re´sultats pre´cis.
4.2.2 Caracte´risation par magne´tome´trie locale
4.2.2.1 Magne´to-optique
0 500 µm
(a) MW101
0 500 µm
(b) MW103
Fig. 4.9 – Imagerie magne´to-optique de la densite´ de flux magne´tique sur la surface des e´chantillons
MW101 (figure du haut) et MW103 (figure du bas) : les zones sombres correspondent aux zones ou`
le champ magne´tique ne pe´ne`tre pas. Figure 4.9(a), e´chantillon MW101 : e´crantage d’un champ de
H⊥ = 100 G, 24 K (gauche), sche´ma du monocristal (droite). Figure 4.9(b), e´chantillon MW103 :
10 K, H⊥ = 350 G (gauche), sche´ma avec lignes de de´coupe (centre), e´chantillon apre`s de´coupe,
H⊥ = 230 G et 23 K (droite).
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Fig. 4.10 – Succession d’images de magne´to-optique diffe´rentielle pris sur MW101 pour des va-
leurs croissantes de H⊥ a` tempe´rature constante. L’intensite´ est proportionnelle a` la perme´abilite´
magne´tique locale. Les images sont obtenues avec une modulation du champ magne´tique de 0.5
G. Les parties sombres de l’e´chantillon repre´sentent les zones qui e´crantent la modulation du
champ magne´tique impose´e. Les zones claires sont les zones re´versibles. Figure 4.10(a) : e´chantillon
MW101 a` 57 K. Sur le dernier cadre, sche´ma de l’e´chantillon avec les deux zones distinctes A et B.
Figure 4.10(b) : e´chantillon MW103 a` 60 K. Sur l’avant-dernier cadre, sche´ma avec les deux zones
dont le dopage diffe`re sensiblement. Sur le dernier cadre, on a repre´sente´ les parties de l’e´chantillon
qui ont e´te´ retire´es par de´coupe.
La technique de magne´to-optique permet de mesurer la densite´ de flux magne´tique a` la surface
d’un e´chantillon. Un grenat est pose´ sur la face ab du monocristal de telle sorte que son axe de
facile aimantation soit paralle`le aux plans CuO2 : nous mesurons donc la composante Bs,⊥ du
champ magne´tique d’e´crantage ge´ne´re´ par le monocristal.
La figure 4.9 montre la re´partition du flux magne´tique a` la surface des e´chantillons MW101 et
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MW103 (avant et apre`s de´coupe), apre`s refroidissement et application d’un champ magne´tique
perpendiculairement aux plans CuO2 (”zero field cool”). L’intensite´ lumineuse est proportionnelle
a` Bs,⊥. Les re´gions claires de la figure correspondent donc a` des re´gions de fort champ et les zones
sombres a` des re´gions de faible champ. En raison de l’effet de´magne´tisant, les zones ou` le champ
magne´tique est le plus intense, sont situe´es pre`s des bords car les lignes de flux expulse´es par
l’e´chantillon y sont concentre´es. En revanche, nous observons sur les bords de tous les monocris-
taux, des zones ou` le flux magne´tique pe´ne`tre dans l’e´chantillon. Il s’agit de de´fauts ou` le courant
critique est fortement diminue´ : l’e´crantage du champ magne´tique applique´ n’y est pas possible.
Pour chaque monocristal, une ligne claire traverse l’e´chantillon le long de laquelle le flux
magne´tique pe´ne`tre. Pour l’e´chantillon MW101 (ligne horizontale), cette ligne correspond a` un
de´but de de´coupe avec une scie a` fil. Pour l’e´chantillon MW103 (ligne en pointille´s sur le sche´ma
de la figure 4.9(b)), il s’agit vraisemblablement d’une marche dans l’empilement des plans CuO2.
La figure 4.10 montre l’e´volution de la perme´abilite´ magne´tique locale a` la surface des deux mo-
nocristaux pour des valeurs croissantes de H⊥. Ces images sont obtenues par la technique de
magne´to-optique diffe´rentielle : en soustrayant les intensite´s obtenues pour deux valeurs proches
du champ magne´tique applique´, c’est-a`-dire H⊥ et H⊥ +∆H⊥, l’intensite´ re´sultante est propor-
tionnelle a` la variation associe´e de l’induction locale ∆Bs,⊥ dans l’e´chantillon. Les zones sombres
repre´sentent les zones ou` la modulation ∆H⊥ du champ applique´ est e´crante´e et les zones claires,
celles ou` la modulation pe´ne`tre librement. En augmentant le champ applique´ H⊥, le courant cri-
tique de l’e´chantillon diminue jusqu’au point ou` il est possible de de´terminer le passage a` l’e´tat
re´versible de l’e´chantillon.
Pour l’e´chantillon MW101 (Figure 4.10(a)), nous pouvons voir que le coin supe´rieur droit (re´gion
B sur le sche´ma associe´) du monocristal devient re´versible pour un champ applique´ de 10 Oe : il
correspond a` l’un des deux de´fauts de surface observe´s sur la figure 4.9(a). Le reste de l’e´chantillon
commence a` devenir re´versible a` 14± 1 Oe et ce pour les deux parties se´pare´es par la de´coupe. A
19 Oe, pratiquement tout l’e´chantillon est re´versible.
Pour l’e´chantillon MW103 (Figure 4.10(b)), nous distinguons deux zones spatiales diffe´rentes,
note´es A et B (voir sche´ma associe´). La limite entre ces deux zones est line´aire (ligne en pointille´s
de gauche) et n’est pas observe´e sur la figure directe 4.9(b), laissant pre´sager qu’il s’agit d’un
de´faut du front de croissance. Cependant, contrairement a` MW101, chacune de ces deux zones
passe entie`rement a` l’e´tat re´versible sur une plage de 1 Oe, montrant la bonne homoge´ne´ite´ des
deux parties et la faiblesse des barrie`res de surface. La ligne d’irre´versibilite´ pour chacune des
deux zones est trace´e sur la figure 4.11. Celle correspondant a` la partie A est situe´e a` des champs
supe´rieurs a` celle de la partie B. Nous en de´duisons que la teneur en oxyge`ne de la partie A est
supe´rieure a` celle de la partie B. Nos avons reporte´ la ligne d’irre´versibilite´ obtenue pour MW101.
Cette ligne est proche de celle de la partie B. Apre`s les mesures de re´sonances plasma, nous avons
coupe´ l’e´chantillon MW103 afin de retirer les petites parties inhomoge`nes comme la partie A. Nous
avons remesure´ la partie centrale de l’e´chantillon pour nous assurer que la pe´ne´tration du champ
magne´tique en cet endroit n’e´tait pas affecte´e par la pre´sence de ces zones. Les nouvelles mesures
montrent que la ligne d’irre´versibilite´ de l’e´chantillon restant est bien identique a` celle de la partie
B de MW103 avant la de´coupe.
4.2.2.2 Susceptibilite´ a` l’aide de sondes a` effet Hall
Comme la technique magne´to-optique, les micro-sondes a` effet Hall permettent de mesurer la
composante de l’induction B⊥ perpendiculaire aux plans CuO2 et a` la surface active de la sonde.
Connaissant la composante perpendiculaire du champ applique´, H⊥, nous remontons ainsi a` l’ai-
mantation locale de l’e´chantillon par Bs⊥ = B⊥ −H⊥. Puisque la transition de phase du premier
ordre (TPO) se manifeste par un saut d’aimantation, cette technique permet de mesurer la ligne
de fusion en fonction de la tempe´rature et du champ applique´.
La mesure peut aussi eˆtre faite de manie`re alternative en mesurant la re´ponse de l’e´chantillon
112 Chapitre 4 : Structure du liquide de vortex en pre´sence de champ oblique
0
10
20
30
40
50
50 55 60 65 70
UN25 (Hall probe)
MW103 partie A (MOD)
MW103 partie B (MOD)
T (K)
Fig. 4.11 – Ligne d’irre´versibilite´ en fonction de la tempe´rature mesure´e dans les monocristaux
sous-dope´s MW103 et UD25. Pour ce dernier e´chantillon, la ligne d’irre´versibilite´ co¨ıncide avec la
transition du premier ordre entre le liquide et le solide de vortex.
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Fig. 4.12 – Transmittivite´ de UN25 obtenue lors d’un balayage en tempe´rature pour diffe´rents
champs H⊥ applique´s (a` gauche) et d’un balayage en champ magne´tique a` 55 K (a` droite). La
troisie`me harmonique a aussi e´te´ reporte´e. La fre´quence du champ excitateur est de 27 Hz et son
amplitude 0.5 Oe. Les fle`ches repre´sentent le pic paramagne´tique dans la transmittivite´, signature
de la transition du premier ordre.
a` une excitation du champ magne´tique exte´rieur sinuso¨ıdale Hac⊥ = h⊥ sin(2pifac) coline´aire a`
H⊥. Nous utilisons alors une de´tection synchrone pour la mesure de la tension de Hall et ainsi
en de´duisons plus pre´cise´ment la composante de Fourier de la partie pe´riodique de l’induction,
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Bs,⊥(fac). La re´ponse en phase de l’e´crantage a` l’excitation ac est exprime´e par
T ′ ≡ Bs,⊥(fac, T )−Bs,⊥(fac, T ¿ Tc)
Bs,⊥(fac, T > Tc)−Bs,⊥(fac, T ¿ Tc) . (4.11)
T ′, qualifie´ de transmittivite´, repre´sente le pouvoir d’e´crantage du monocristal. Lorsque T ′ = 0,
l’e´chantillon e´crante parfaitement le champ hac et lorsque T ′ = 1, l’e´chantillon est parfaitement
transparent. Le cas T ′(f, T ) = 1 correspond aux zones claires de la figure 4.10 avec f = fMOD ∼
10 mHz, fre´quence de la modulation du champ applique´ et de l’enregistrement des images en
magne´to-optique diffe´rentielle.
Dans ce type de mesure, la TPO se manifeste par un pic paramagne´tique ∆B/∆H > 0 cor-
respondant au saut d’aimantation. Il est ge´ne´ralement admis que la position et l’amplitude de ce
pic ne de´pendent pas de la fre´quence ou de l’amplitude du champ alternatif excitateur [249].
La possibilite´ de mesurer les harmoniques supe´rieures de la re´ponse magne´tique de l’e´chantillon
permet de de´terminer l’apparition d’une re´ponse non line´aire, c’est-a`-dire l’apparition de non
line´arite´ dans la caracte´ristique courant-tension. Pour cela, nous de´finissons la transmittivite´ de
la troisie`me harmonique
T 3h ≡ Bs,⊥(3fac, T )
Bs,⊥(fac, T > Tc)−Bs,⊥(fac, T ¿ Tc) . (4.12)
L’apparition de l’irre´versibilite´ ainsi mesure´e de´pend de l’amplitude et de la fre´quence du champ
excitateur, car changer ces grandeurs correspond a` de´placer le point de travail sur la courbe I(V ).
Sur les deux monocristaux MW101 et MW103, aucun pic paramagne´tique n’a pu eˆtre de´tecte´ dans
la re´ponse d’e´crantage T ′. Nous avons utilise´ un troisie`me e´chantillon, UD25 (Tc = 72 K), pre´leve´
a` partir du meˆme lot et qui pre´sente le pic paramagne´tique.
La figure 4.12 montre la transmittivite´ en phase et la mesure de la troisie`me harmonique en
fonction de la te´mpe´rature pour diffe´rents champs magne´tiques applique´s (4.12(a)) et pour un
balayage du champ magne´tique a` tempe´rature constante (4.12(b)). Nous remarquons sur la figure
4.12(a) qu’en l’absence de champ HDC⊥ applique´, la troisie`me harmonique T
3h apparaˆıt a` une
tempe´rature plus e´leve´e que la transition d’e´crantage 72 K. Ceci montre que la tempe´rature cri-
tique de cet e´chantillon est supe´rieure a` 72 K en raison d’inclusions de zones dont le dopage est plus
important. Ces zones sont aussi responsables de l’apparition de l’e´crantage a` ces tempe´ratures par
la mesure de la susceptibilite´ alternative observe´e sur MW101 (Fig. 4.8). Nous voyons aussi que le
pic paramagne´tique, duˆ a` la fusion du re´seau de vortex, n’est visible qu’a` basse tempe´rature pour
un champ applique´ de 15 Oe. Dans ce cas, le pic apparaˆıt au milieu de la transition d’e´crantage.
Pour un balayage du champ magne´tique a` 55 K (4.12(b)), le pic paramagne´tique du cristal
UD25 est dissimule´ par la transition d’e´crantage.
Meˆme dans cet e´chantillon, le pic paramagne´tique n’a pas pu eˆtre mesure´ pour toutes les tempe´ratures.
Nous repe´rons alors la ligne d’irre´versibilite´ en relevant la tempe´rature pour laquelle la troisie`me
harmonique T 3h montre une anomalie pour diffe´rents champs applique´s (voir fig 4.12(a)). La figure
4.11 montre la ligne ainsi obtenue : la partie B de l’e´chantillon MW103 observe´e en magne´to-
optique diffe´rentielle co¨ıncide avec cette ligne mesure´e dans UD25.
Nous conside´rerons par la suite que cette ligne correspond bien a` la ligne de fusion du re´seau de
vortex de l’e´chantillon MW103. Cette ligne expe´rimentale est bien ajuste´e par l’expression de´rive´e
par Blatter et al [250]
BFOT =
Φ0
λJλab
ε0s
kBT
, (4.13)
avec ε0 = Φ20/4piµ0λ
2
ab. En utilisant, λab(T ) = λab(0)/
√
1− t4, et t = T/Tc avec Tc = 70.6 K et
λab = 300 nm, l’ajustement ne requiert aucun parame`tre libre
BFOT =
2.50338× 103
T
(1− t4)3/2 , (4.14)
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ou` BFOT est ici donne´ en Gauss.
Nous avons aussi mesure´ l’effet d’une composante du champ paralle`le sur la fusion du re´seau de
pancakes pour la tempe´rature de 55 K. Sur la figure 4.13, nous observons le meˆme comportement
que dans les monocristaux optimalement dope´s, a` savoir une de´croissance rapide, presque line´aire,
suivie d’une de´pendance plus faible avec H‖. Cette dernie`re de´pendance suit la pre´diction de la loi
d’e´chelle anisotrope. A partir de la relation 4.2, nous en de´duisons une valeur pour l’anisotropie
effective γ ∼ 574. Cette valeur est tre`s proche de celle qui a e´te´ de´duite sur l’e´chantillon MW103
en de´terminant se´pare´ment, λc a` partir des mesures de RPJ, et λab par magne´tome´trie SQUID
(γ ∼ 600 [117, 126]).
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Fig. 4.13 – Evolution du champ de fusion du re´seau de pancakes en fonction d’une composante
paralle`le a` 55 K.
4.2.3 Re´sonance de plasma Josephson en champ magne´tique nul
La figure 4.14 montre la re´sonance plasma a` 19.2 GHz mesure´e en fonction de la tempe´rature
pour les trois e´chantillons MW101, MW103 et UD25. Nous avons reporte´ l’e´volution du facteur de
qualite´ Q0 du mode TM010 en fonction de la tempe´rature qui est la grandeur physique enregistre´e
lors des mesures.
La re´sonance plasma Josephson est une excitation collective de l’e´tat supraconducteur qui a
lieu dans tout le volume de l’e´chantillon. Si le courant critique est identique pour chaque jonction
Josephson intrinse`que formant le monocristal, alors la largeur du pic d’absorption ne de´pend que
de l’amortissement du plasmon par l’excitation des quasiparticules et de la largeur en fre´quence
du mode de re´sonance de la cavite´ hyperfre´quence (e´quivalent a` une fonction d’appareil). Cepen-
dant, les largeurs mesure´es sont de l’ordre de plusieurs Kelvin ; elles sont dues aux inhomoge´ne´ite´s
locales de couplage Josephson entre les plans CuO2 du cristal qui impliquent la pre´sence de plu-
sieurs modes de re´sonances plasma. Ces inhomoge´ne´ite´s de couplage proviennent en partie des
inhomoge´ne´ite´s de dopage en oxyge`ne au sein des plans CuO2.
Nous de´finissons expe´rimentalement la re´sonance plasma de l’e´chantillon par la tempe´rature
pour laquelle le maximum d’absorption est observe´. Cette approche est justifie´e car ainsi, nous
de´crivons toujours la re´sonance plasma dans la meˆme zone de l’e´chantillon, qui se trouve eˆtre aussi
la plus grande partie homoge`ne de l’e´chantillon.
La re´sonance plasma a` 19.2 GHz apparaˆıt a` T JPR = 67.2±0.1 K pour MW101 et T JPR = 70.0±0.1
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Fig. 4.14 – Evolution du facteur de qualite´ Q0 correspondant au mode TM010 (fres = 19.2 GHz)
obtenue lors d’un balayage en tempe´rature a` champ nul. La mesure pour tous les e´chantillons
sous-dope´s est reporte´e.
K pour MW103. Pour l’e´chantillon UD25, il y a deux pics d’absorption distincts. Le pic apparais-
sant a` basse tempe´rature co¨ıncide avec celui de MW103. Ceci prouve qu’une partie de l’e´chantillon
UD25 pre´sente le meˆme dopage en oxyge`ne que l’e´chantillon MW103, mais qu’une autre partie de
UD25 posse`de un dopage plus important, re´sultant d’un recuit non homoge`ne.6
D’autre part, l’intensite´ de la re´sonance plasma due a` l’e´chantillon MW103 est beaucoup plus
faible que celle due aux deux autres e´chantillons, son volume e´tant infe´rieur d’un facteur 8 au
volume des autres7.
La figure 4.16 montre l’absorption hyperfre´quence normalise´e de MW101 pour les diffe´rents
modes re´sonants TM01i de la cavite´ 19 GHz. Nous avons aussi reporte´ l’absorption obtenue a` l’aide
de la cavite´ die´lectrique pour la fre´quence 4.3 GHz. Pour les fre´quences supe´rieures a` 19.2 GHz, la
ligne d’absorption hyperfre´quence de l’e´chantillon MW101 s’e´tend sur une plage de tempe´rature
d’environ 2 K. Cette largeur provient en partie de l’he´te´roge´ne´ite´ de la fre´quence plasma dans
diffe´rentes zones de l’e´chantillon : l’absorption a` 31.6 GHz montre ainsi deux pics distincts. Le
pic de faible intensite´ apparaˆıt a` basse tempe´rature, et peut donc correspondre aux zones de
faible courant critique dans lesquelles le champ magne´tique pe´ne`tre en premier sur les images de
magne´to-optique.
Nous remarquons aussi que l’absorption plasma a` 4.3 GHz apparaˆıt de`s 82 K, tempe´rature
le´ge`rement supe´rieure a` celle qui caracte´rise l’apparition d’un signal diamagne´tique mesure´ par
susceptibilite´ alternative. Ceci confirme les mesures de susceptibilite´ alternative en indiquant que
les re´gions pour lesquelles le dopage est supe´rieur peuvent aussi donner lieu a` une re´sonance
plasma. Cependant, une telle observation n’est pas faite aux fre´quences plus e´leve´es. Une possible
6L’ajustement (4.14) utilisant Tc = 70.6 K, en dessous de la valeur effective mesure´e, de´crit vraisemblablement
la partie sous-dope´e de UD25. La figure 4.11 montre que cet ajustement ne de´crit bien que les points de la ligne de
fusion a` basse tempe´rature.
7Le changement d’e´chantillon dans la cavite´ hyperfre´quence impose l’ouverture et la fermeture du couvercle :
le serrage des vis n’est donc jamais tout-a`-fait le meˆme et les facteurs de qualite´ de la cavite´ varient entre chaque
mesure. Cependant, cette variation est tre`s faible et n’induit qu’un de´calage constant sur les valeurs des facteurs de
qualite´. La plus grande cause de variation est le changement du dispositif de couplage a` la cavite´ et le changement
de calibration sur l’analyseur de re´seaux vectoriel.
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explication est que la longueur de pe´ne´tration effective du champ micro-onde a` 4.3 GHz est plus
grande et permet ainsi de sonder une plus grande zone de l’e´chantillon.
La re´sonance du plasmon Josephson ωp(T ) en fonction de la tempe´rature, a e´te´ mesure´e pour
les deux monocristaux MW101 et MW103 a` l’aide de la me´thode bolome´trique et a` l’aide de la
technique de perturbation de cavite´ re´sonante. Cependant, MW101 n’a pas pu eˆtre mesure´ a` basse
tempe´rature car ses dimensions sont trop grandes pour le guide d’onde qui permet d’atteindre des
fre´quences supe´rieures a` 40 GHz.
La figure 4.15 montre la de´pendance en tempe´rature du plasmon Josephson obtenue a` l’aide des
deux techniques pour les deux e´chantillons MW101 et MW103. Pour T > 60 K, la fre´quence plasma
de MW103 est supe´rieure a` celle de MW101. Cette diffe´rence est due au fait que la tempe´rature
critique de MW103 est supe´rieure de 2.9 K a` celle de MW101. La variation de la fre´quence plasma
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Fig. 4.15 – De´pendance de la fre´quence plasma en fonction de la tempe´rature pour les e´chantillons
MW101 et MW103, mesure´e a` l’aide de la technique bolome´trique et de la technique de perturba-
tion de cavite´ re´sonante. L’encadre´ repre´sente un agrandissement de la partie haute tempe´rature.
en fonction de la tempe´rature est ajuste´e a` l’aide de la relation phe´nome´nologique [126]
fp(T ) =
√
a1(a3 − t− t2)a2 , (4.15)
avec t = T/Tc, et Tc = 70.65 K, a1 = 2985.1, a2 = 0.59794, et a3 = 1.9772.
4.2.4 Conclusion de la caracte´risation
Les observations effectue´es indiquent que les deux e´chantillons sous-dope´s MW101 et MW103
pre´sentent des inhomoge´ne´ite´s de dopage. L’allure de la re´sonance plasma ainsi que l’allure de
transition supraconductrice montrent que la distribution de dopage au sein des e´chantillons est
asyme´trique. Les e´chantillons pre´sentent en effet une lente de´croissance du coˆte´ du dopage optimal.
Il est possible de relier la largeur de la transition critique a` l’inhomoge´ne´ite´ de dopage a` partir de la
relation empirique (1.22) (voir chapitre 1). Pour les monocristaux optimalement dope´s synthe´tise´s
par Ming Li (”as grown”), la tempe´rature maximale est T optc = 87.3 K. Pour l’e´chantillon MW101,
a` partir de la largeur de la transition d’e´crantage, on extrait Tcmin = 69 K et Tcmin = 82 K. La
densite´ correspondante de trous varie alors entre x = 0.11 et 0.13.
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Fig. 4.16 – Puissance micro-onde absorbe´e par MW101 a` diffe´rentes fre´quences lors d’un balayage
en tempe´rature. Les courbes sont normalise´es entre 0 et 1 pour comparaison et sont de´cale´es pour
la clarte´. Les lignes en pointille´s repre´sentent les maxima d’absorption, servant de crite`re pour la
localisation de la re´sonance plasma. Nous pouvons remarquer la forte largeur de l’absorption pour
4.307 GHz.
Par ailleurs, pour l’e´chantillon MW101, l’inhomoge´ne´ite´ observe´e dans la partie supe´rieure
droite en magne´to-optique (voir figure 4.10(a)) doit donc eˆtre le´ge`rement sous-dope´e par rapport
au reste de l’e´chantillon. Elle peut donc correspondre au coˆte´ basse tempe´rature de l’absorption
plasma (tout particulie`rement visible a` 31.6 GHz). Toutefois, elle ne peut pas expliquer le signal
diamagne´tique observe´ en susceptibilite´ alternative et la re´sonance plasma mesure´e a` 4.3 GHz
(a` des tempe´ratures entre 70 et 80 K). Ce signal semble provenir de re´gions proches du dopage
optimal qui peuvent se trouver re´parties dans tout l’e´chantillon sous forme de petits agre´gats. Par
ailleurs, puisque la re´sonance plasma sonde l’e´chantillon dans tout le volume, ces inhomoge´ne´ite´s ne
sont pas ne´cessairement localise´es en surface, par un processus de dopage poste´rieur au clivage des
e´chantillons. En revanche, l’e´chantillon MW103 apre`s de´coupe est l’e´chantillon le plus homoge`ne.
4.2.5 Re´sonance plasma en pre´sence de champ magne´tique perpendi-
culaire aux couches supraconductrices
La re´sonance plasma avait e´te´ mesure´e pour de faibles valeurs du champ magne´tique par Col-
son [126], principalement dans le solide de vortex. Nous avons donc comple´te´ ces mesures pour
des champs magne´tiques plus importants. La figure 4.17 montre l’allure typique de l’absorption
micro-onde de la cavite´ re´sonante contenant l’e´chantillon MW103 lors d’un balayage du champ
magne´tiqueH⊥ oriente´ perpendiculairement aux plans CuO2 en gardant la tempe´rature constante.
Cette me´thode est plus rapide qu’un balayage en tempe´rature en gardant le champ magne´tique
constant.
Un maximum de la dissipation hyperfre´quence se distingue pour deux valeurs syme´triques
du champ applique´. Puisque les pertes de la cavite´ ne de´pendent pas du champ magne´tique et
sont constantes a` tempe´rature constante, cette dissipation est due a` l’e´chantillon. Il s’agit de la
re´sonance du plasmon Josephson en pre´sence de champ magne´tique. Par la suite, nous de´finissons
le champ re´sonant Hjpr⊥ , qui est la valeur de la composante perpendiculaire du champ magne´tique
applique´ perpendiculairement aux couches CuO2 pour laquelle on observe un maximum de la
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Fig. 4.17 – Absorption micro-onde de MW103 obtenue lors d’un balayage du champ H⊥ oriente´
perpendiculairement aux plans CuO2 a` 66 K et 19.2 GHz.
dissipation lie´ a` la re´sonance plasma Josephson a` la pulsation ω
ω = ωp(H
jpr
⊥ , T
jpr) =⇒ H⊥ = Hjpr⊥ (T jpr, ω) .
Par conse´quent, le champ re´sonant est toujours associe´ a` une valeur ω correspondant a` la fre´quence
du mode re´sonant de la cavite´ qui est utilise´.
La figure 4.18(a) montre la superposition des lignes d’absorption hyperfre´quences obtenues a`
19.2 GHz pour l’e´chantillon MW101 a` diffe´rentes tempe´ratures. A partir de 40 K, un petit pic
supple´mentaire se distingue sur le pied de la re´sonance principale. Ce pic pourrait provenir de
la partie le´ge`rement sous-dope´e de l’e´chantillon observe´e en magne´to-optique. En outre, les pics
augmentent d’intensite´ car en diminuant la tempe´rature, les pertes propres de la cavite´ diminuent,
augmentant ainsi l’amplitude du champ e´lectrique micro-onde.
La figure 4.18(b) repre´sente l’absorption micro-onde a` 19.2 GHz pour l’e´chantillon MW103.
Ici, nous avons utilise´ les bobines auxiliaires pour balayer le champ magne´tique a` la fois pour des
valeurs positives et ne´gatives. La` encore, l’absorption due a` l’e´chantillon est beaucoup plus faible
que pour MW101. Pour cela, nous comparons la hauteur des pics de la re´sonance plasma avec le
de´calage de puissance observe´ pour H⊥ ∼ 0. Ce de´calage de puissance est duˆ aux variations des
pertes de la cavite´ seule. La comparaison entre les deux e´chantillons montre que l’absorption de
l’e´chantillon MW103 est beaucoup plus faible.
Sur les figures 4.19(a) (e´chantillon MW101) et 4.19(b) (e´chantillon MW103), nous reportons
l’e´volution du champ re´sonant Hjpr⊥ (T
jpr, ω) en fonction de la tempe´rature, et ceci pour plusieurs
fre´quences ω. Pour les champs re´sonants obtenus a` des fre´quences supe´rieures a` 26 GHz, les vortex
sont a` l’e´tat solide. Par conse´quent, avec la premie`re cavite´ re´sonante, il est possible de sonder
la matie`re de vortex a` la fois dans l’e´tat liquide et l’e´tat solide. La seconde cavite´ dont le mode
principal TM010 se trouve a` 39.4 GHz permet de sonder seulement le solide de vortex.
A partir de ces donne´es expe´rimentales, nous e´valuons la cohe´rence de phase C = 〈cosφ〉 en fonc-
tion du champ applique´ H⊥ et de la tempe´rature.
Chacune des se´ries mesure´es, Hjpr⊥ (T
jpr, ω), correspond aux points pour lesquels la cohe´rence
de phase vaut C =
(
ωp(H⊥, T ))
ωp(T jpr)
)2
, ou` ωp(T jpr) est donne´ par l’ajustement (4.15).
Sur la figure 4.20, nous avons trace´ C pour des tempe´ratures constantes en fonction du champ
re´duit H⊥/HFOT , ou` HFOT est le champ de fusion correspondant a` la tempe´rature de la se´rie.
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Fig. 4.18 – Absorption micro-onde lors d’un balayage du champ H⊥ pour diffe´rentes tempe´ratures.
Pour 72 K (a` droite), tempe´rature au-dela` de la tempe´rature critique, l’absorption hyperfre´quence
est constante et correspond aux pertes de la cavite´.
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Fig. 4.19 – Champs re´sonants en fonction de la tempe´rature. Entre chaque se´rie, seule H‖ varie.
Pour e´valuer HFOT , nous utilisons l’expression (4.14). Nous avons aussi trace´ sur cette figure les
re´sultats obtenus par Shibauchi et al [120] dans des monocristaux de Bi2Sr2CaCu2O8+y optima-
lement dope´s. Ces auteurs, ainsi que Gaifullin et al [251], ont observe´, d’une part, que C chute de
0.7-0.6 a` 0.2 lors de la fusion du re´seau de vortex et, d’autre part, que C en fonction de H⊥/HFOT
ne de´pend pas de la tempe´rature.
Nos re´sultats ont e´te´ obtenus a` l’aide des deux cavite´s re´sonantes. Une seule fre´quence est
disponible dans le solide de vortex (39.2 GHz) expliquant le peu de re´sultats dans le solide. Pour
les tempe´ratures infe´rieures a` 60 K, nous ve´rifions bien que la de´pendance de C en fonction de
H⊥/HFOT est identique. Toutefois, pour les tempe´ratures proches de Tc, ceci n’est plus le cas, et C
dans le liquide de vortex ne diminue pas aussi vite. Cette gamme de tempe´rature, t = T/Tc > 0.85,
n’a pas e´te´ e´tudie´e dans les re´fe´rences [251, 120]. Ces re´sultats prouvent que suffisamment pre`s de
Tc, pour de faibles valeurs du champ H⊥ applique´, les pancakes dans la phase liquide de vortex
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Fig. 4.20 – Evolution de cosφ en fonction du champ re´duit H⊥/HFOT⊥ mesure´ pour diffe´rentes
tempe´ratures dans l’e´chantillon MW103. Les points de la se´rie ’Shibauchi’ sont extraits de la
re´fe´rence [120] et correspondent a` des tempe´ratures entre t = 0.38 et t = 0.83.
sont toujours couple´s le long de l’axe c. Cette hypothe`se a de´ja` e´te´ e´voque´e par de nombreux
auteurs, a` la fois pour des compose´s faiblement [252, 253, 254] et fortement anisotropes [117, 255].
4.3 Re´sonance Plasma Josephson en champ oblique
4.3.1 Principe des mesures
Afin d’appliquer les deux composantes du champ magne´tiqueH⊥ etH‖ de manie`re inde´pendante,
nous utilisons les deux bobines, principale et auxiliaires. Il est a` noter qu’une erreur de 1˚ sur l’ali-
gnement d’un champ magne´tique de 500 Oe paralle`le aux plans supraconducteurs CuO2 conduit
a` une composante perpendiculaire parasite d’environ 8 Oe. Si cette composante n’est pas correc-
tement de´tecte´e et prise en compte, conduit ine´vitablement a` des re´sultats errone´s.
La solution retenue afin d’e´viter ces difficulte´s expe´rimentales a e´te´ d’utiliser un protocole sim-
plifie´ : la composante du champ paralle`le H‖ est toujours applique´e lorsque l’e´chantillon se trouve
dans l’e´tat normal a` l’aide de la bobine principale (voir figure 2.4). Lors des mesures, seules les
bobines auxiliaires sont utilise´es pour varier le champ perpendiculaire H⊥. En estimant que la
composante ainsi cre´e´e souffre au maximum d’une de´viation de 5˚ par rapport a` l’axe c, la com-
posante parasite suivant les plans est infe´rieure a` 8 Oe. Cette composante est tre`s faible devant
Bd et n’aura pas d’effet important sur la mesure. Par ailleurs, la bobine principale ajoute toujours
une composante parasite suivant l’axe c. Le fait d’utiliser les bobines auxiliaires pour balayer le
champ magne´tique a` la fois dans les valeurs positives et ne´gatives permet alors de ve´rifier que les
valeurs d’absorption micro-onde ainsi obtenues sont bien syme´triques avec le champ perpendicu-
laire applique´ et d’exclure ainsi toute composante parasite.
La tempe´rature de l’e´chantillon est porte´e au dessus de Tc avant d’appliquer une nouvelle va-
leur de H‖. Une fois la valeur de H‖ applique´e, la tempe´rature est alors ramene´e a` la tempe´rature
de mesure voulue. Tous les points d’une meˆme se´rie e´tant obtenus a` la meˆme tempe´rature, les
pertes ohmiques et radiatives peuvent eˆtre conside´re´es comme constantes (a` la pre´cision de la
re´gulation de tempe´rature pre`s). Les variations observe´es ne sont donc dues qu’a` l’e´chantillon.
Ce protocole permet de voir pre´cise´ment l’effet d’une composante paralle`le sur la re´sonance du
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plasmon Josephson : le balayage en champ paralle`le nul permet de de´terminer le champ re´sonant
H⊥ = HJPR⊥ (T
JPR, ω), puis le rajout de H‖ permet de de´terminer la nouvelle valeur de H⊥ telle
que H⊥ = HJPR⊥ (T
JPR,H‖, ω).
Afin de pouvoir quantifier les variations de l’absorption hyperfre´quence entre diffe´rentes se´ries
de mesures, la cavite´ hyperfre´quence n’a pas e´te´ ouverte durant toute la pe´riode de mesure et
n’a pas e´te´ de´tache´e du dispositif hyperfre´quence. Ainsi, les parame`tres de couplage n’ont pas
varie´. Meˆme s’il s’ave`re de´licat de quantifier la puissance absolue dissipe´e dans l’e´chantillon, il est
possible de comparer directement les puissances entre les diffe´rentes se´ries.
4.3.2 Re´sultats
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Fig. 4.21 – Absorption micro-onde de l’e´chantillon MW103 obtenue lors d’un balayage du champ
H⊥ obtenue a` 66 K et 19.2 GHz. Chaque se´rie de mesure a e´te´ obtenue pour diffe´rentes composantes
H‖.
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Fig. 4.22 – Evolution de la puissance micro-onde absorbe´e a` H⊥ ∼ 0 (gauche) et a` la re´sonance
plasma (droite) en fonction de H‖. Ces donne´es sont extraites de la figure 4.21. La ligne d’ajuste-
ment pour l’e´volution de la puissance a` la RPJ (droite) est calcule´e avec l’expression (4.36) avec
α = 8.
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La Figure 4.21 montre l’absorption micro-onde lors d’un balayage du champH⊥ a` une tempe´rature
de 66 K, pour diffe´rentes valeurs de H‖. On a reporte´ l’inverse du facteur de qualite´ du mode
re´sonant de la cavite´, qui est directement proportionnel aux pertes e´nerge´tiques dans l’e´chantillon
et dans les parois de la cavite´.
Le domaine de H⊥ accessible pour chaque se´rie se de´cale vers les champs ne´gatifs au fur
et a` mesure que H‖ augmente : la bobine principale utilise´e pour appliquer H‖, cre´e aussi une
faible composante parasite suivant l’axe c, Hpr⊥ . Les bobines auxiliaires cre´ant toujours un champ
Haux⊥ = −40 a` 40 Oe, le champ total H⊥ disponible devient alors H⊥ = Haux⊥ + Hpr⊥ , d’ou` le
de´calage syste´matique observe´ sur les re´sultats.
Il est aussi a` noter qu’il existe une erreur syste´matique dans la valeur de la composante B⊥,
mesure´e par la sonde a` effet Hall monte´e a` cet effet. Ceci est duˆ a` l’inhomoge´ne´ite´ du champ dans
l’enceinte : B⊥ varie de 2 G sur une distance de 4 mm, distance entre l’e´chantillon et la sonde
Hall. Cependant, le gradient de B⊥ sur l’e´chantillon est ne´gligeable. En supposant que les courbes
d’absorption de re´sonance plasma sont syme´triques par rapport au signe du champ H⊥ applique´,
il est possible de corriger la composante de champ parasite. A chaque fois que la cavite´ et/ou la
bobine primaire sont de´place´es, il faut e´talonner le syste`me de mesure afin de trouver la nouvelle
correction.
4.3.3 Cas ou` H⊥ = 0
La correction pour le champ parasite permet d’identifier pour chaque valeur de H‖, le point
ou` B⊥ = 0, c’est-a`-dire ou` il n’y a que des vortex Josephson dans l’e´chantillon. Nous remarquons
que plus H‖ augmente, plus l’absorption de l’e´chantillon augmente en ce point B⊥ ∼ 0. Afin de
quantifier l’absorption, nous choisissons comme re´fe´rence de l’e´chelle de puissance, celle absorbe´e
par l’e´chantillon a` la re´sonance plasma en absence de champ paralle`le P0 ; la re´fe´rence est alors
donne´e par la hauteur du pic d’absorption dans la figure 4.17. La quantite´ mesure´e e´tant le
parame`tre 1/Q(H⊥,H‖), cette puissance de re´fe´rence peut eˆtre e´crite comme
P0 = PJPR,H‖=0 = A[Q(H
JPR
⊥ , 0)
−1 −Q(0, 0)−1] . (4.16)
A est une constante qui de´pend du couplage, des pertes de la cavite´ et de la tempe´rature. La
hauteur du pic d’absorption est ainsi prise entre la valeur en champ magne´tique nul et le maximum
d’absorption obtenu pour HJPR⊥ . Toutefois, la re´fe´rence P0 change avec la tempe´rature car les
pertes de la cavite´ changent aussi.
Afin d’e´valuer la puissance dissipe´e par l’e´chantillon en fonction de H‖, nous avons trace´ sur
la figure 4.22(a) les puissances normalise´es
Pabs(H⊥ = 0,H‖)
P0
=
[Q(0,H‖)−1 −Q(0, 0)−1]
[Q(HJPR⊥ , 0)−1 −Q(0, 0)−1]
. (4.17)
Nous voyons que la dissipation a` H⊥ = 0 est line´aire en fonction du champ applique´ paralle`lement
aux plans CuO2. Il s’agit des pertes dues au fluage des vortex Josephson sous l’effet des courants
intercouches induits par le champ e´lectrique micro-onde.
4.3.4 Evolution du champ re´sonant
Nous nous inte´ressons a` pre´sent a` l’absorption hyperfre´quence pour des champs H⊥ 6= 0, c’est-
a`-dire lorsque le champ magne´tique est oblique par rapport aux axes cristallins. Les quatre graphes
de la figure 4.23 pre´sentent l’absorption hyperfre´quence en fonction du champ perpendiculaire H⊥
aux plans, pour diffe´rents champs paralle`les. Les re´sultats sont obtenus a` 66 K sauf pour le mode
38.7 GHz mesure´ a` 60 K. En effet, pour cette fre´quence, la re´sonance plasma n’apparaˆıt qu’a` 64 K
en champ magne´tique nul. Pour les deux fre´quences 19.2 GHz et 22.9 GHz, le champ re´sonant
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Fig. 4.23 – Absorption micro-onde de l’e´chantillon MW103 obtenue pour les diffe´rentes fre´quences.
0
20
40
60
80
100 H||=0
H||= 765 Oe
H||=0
H||= 765 Oe
H||=0
H||= 765 Oe
BFOT
45 50 55 60 65 70 75
19.2 GHz
22.9 GHz
39.3 GHz
I
II
IV
III
T (K)
Fig. 4.24 – Champs re´sonants obtenus aux fre´quences 19.2, 22.9 et 39.4 GHz en pre´sence de champ
paralle`le. Les deux premie`res fre´quences ont e´te´ mesure´es a` l’aide de la meˆme cavite´.
BJPR⊥ augmente en fonction du champ paralle`le, alors que pour 39 GHz, B
JPR
⊥ diminue. Pour
31.6 GHz, BJPR⊥ varie tre`s peu.
La figure 4.24 reporte les valeurs de BJPR⊥ pour H‖ = 0 et H‖ = 765 Oe, ainsi que la ligne de
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fusion du re´seau de vortex. Les re´sonances plasma pour 19.2 et 22.9 GHz apparaissent lorsque les
vortex sont dans la phase liquide de vortex tandis que pour 39 GHz, les vortex sont dans la phase
solide de vortex. Comme l’augmentation de BJPR⊥ en pre´sence de H‖ = 765 Oe n’intervient que
pour 19.2 et 22.9 GHz, nous en concluons que pour des faibles densite´s de pancakes, lorsque la
re´sonance Josephson apparaˆıt dans le liquide de vortex, les champs re´sonants augmentent sous l’ef-
fet d’un champ paralle`le, lorsque la re´sonance a lieu dans le solide de vortex, les champs re´sonants
diminuent.
Nous nous inte´ressons ici a` l’e´volution de BJPR⊥ dans le liquide de vortex. La figure 4.25 montre
l’ensemble des re´sultats obtenus pour les fre´quences 19.2 et 22.9 GHz. En comparant l’e´volution du
champ re´sonant en fonction de H‖, pour chaque se´rie, nous distinguons quatre re´gimes en fonction
de la tempe´rature :
- Re´gime I : pour les tempe´ratures tre`s proches de la tempe´rature critique (a` moins de deux Kelvin
de Tc), la re´sonance plasma est parfaitement identifiable lorsque H‖ = 0. Le champ re´sonant est
alors de l’ordre de quelques Gauss. Toutefois, avec le rajout du champ paralle`le, les absorptions
plasma s’e´largissent au point de ne plus distinguer la valeur du champ re´sonant. L’hypothe`se la
plus plausible est que la re´sonance plasma est masque´e par la dissipation due au fluage des vortex
Josephson.
- Re´gime II et III : lorsque la tempe´rature est diminue´e en dec¸a de∼ (Tc−2) K, les pics d’absorption
correspondant a` la re´sonance plasma sont toujours identifiables en pre´sence du champ paralle`le
(voir figure 4.24). Toutefois leur intensite´ diminue lorsque la composante du champ magne´tique
paralle`le aux plans CuO2 augmente. Le champ re´sonant dans ce re´gime augmente fortement en
fonction de H‖.
- Re´gime IV : quand la tempe´rature devient infe´rieure a` 50 K, pour 22.9 GHz, ou de 60 K, pour
19.2 GHz, le champ re´sonant en pre´sence de champ paralle`le devient infe´rieur au champ re´sonant
sans champ paralle`le applique´. Par ailleurs, l’intensite´ des pics d’absorption de la re´sonance plasma
augmente et devient comparable au cas ou` aucun champ paralle`le n’est applique´.
Nous avons reporte´ sur la figure 4.26 l’effet du champ paralle`le sur le champ re´sonant corres-
pondant a` la fre´quence de 22.9 GHz pour diffe´rentes tempe´ratures. Pour toutes les tempe´ratures
supe´rieures a` 56 K, correspondant aux re´gimes II et III, le champ re´sonant augmente. Du fait de
la de´pendance line´aire du champ de fusion qui est obtenue pour ces valeurs de H‖, nous pensons
que la phase solide est une phase compose´e a` la fois d’empilements de pancakes que de vortex
Josephson.
4.3.5 Discussion des re´sultats
Dans le paragraphe 4.1.4, nous avons brie`vement rappele´ la the´orie de Koshelev [225] per-
mettant d’expliquer les structures de vortex observe´es par les techniques d’imagerie directe de
l’induction magne´tique a` la surface des e´chantillons supraconducteurs. Ces observations font e´tat
d’une grande densite´ de pancakes de´corant les vortex Josephson. Dans un premier temps, nous
exposons ici cette approche plus en de´tail. Nous proposerons dans un second temps de l’e´tendre
au cas d’un liquide de vortex dans le but d’expliquer les observations expe´rimentales.
L’approche de Koshelev pre´dit que l’interaction entre un vortex Josephson et un empilement
de pancakes est attractive sous certaines conditions. Lorsque ces deux vortex se croisent, les su-
pracourants de´finissant un vortex Josephson exercent une force de Lorentz sur les pancakes. En
effet, les supracourants j‖,n qui sont induits dans les couches supraconductrices sont perpendicu-
laires au champ magne´tique cre´e´ par les pancakes. La force de Lorentz (voir figure 4.5) est donc
suivant l’axe du vortex Josephson et vaut Φ0s/cj‖,n. Son orientation change en passant du coˆte´
supe´rieur au coˆte´ infe´rieur du cœur de vortex car la direction des supracourants change. Cette
force agit donc de manie`re a` cre´er une distorsion de l’empilement de pancakes. La force de Lorentz
est contrebalance´e par les forces de couplage magne´tique et l’interaction Josephson qui assurent la
cohe´sion de l’empilement des pancakes formant un vortex. Par conse´quent, lorsque ces deux forces
s’e´quilibrent, a` chaque intersection avec un vortex Josephson, un pancake dans le plan CuO2 d’in-
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Fig. 4.25 – Ensemble des champs re´sonants obtenus pour 19.2 et 22.9 GHz. Tous ces points sont
situe´s dans la phase liquide de vortex.
dice n est de´place´ d’une distance un par rapport a` sa position d’e´quilibre. L’empilement re´sultant
des pancakes est sche´matise´ sur la figure 4.5. Cette interaction est diffe´rente de celle qui est prise
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Fig. 4.26 – Evolution du champ re´sonant obtenu a` 22.9 GHz en fonction de la composante paralle`le
H‖ pour plusieurs tempe´ratures. L’e´volution de la ligne de fusion obtenue a` 55 K a e´galement e´te´
reporte´e.
en compte par Bulaevskii et al [224] dans la limite des re´seaux denses. Dans ce cas, la position
d’e´quilibre des pancakes n’est de´finie que par l’optimisation du couplage Josephson entre les pan-
cakes de couches adjacentes en ”utilisant” le champ de phase de´ja` pre´sent de´fini par les vortex
Josephson.
Afin de trouver la configuration a` l’e´quilibre, Koshelev compare la force de Lorentz avec les
forces de rappel. Une simplification du proble`me consiste a` ne conside´rer que les forces de rappel de
nature e´lectro-magne´tique. Dans ce cas, le couˆt d’e´nergie est celui des de´placements des vortex [225]
Etilt =
∫
dkz
2pi
UM (kz)
2
|u(kz)|2 . (4.18)
En conside´rant que l’e´chelle caracte´ristique des de´formations suivant l’axe c est kz ∼ pi/s [256]
UM (kz) =
Φ20
2(4pi)2λ4ab
ln
(
1 +
λ2ab
k−2z + r2w
)
∼ Φ
2
0
(4pi)2 λ4ab
ln
λab
rw
. (4.19)
La dernie`re approximation est faite en observant que rw ≡ 〈( ~un+1 − ~un)2〉1/2 À kz ∼ s/pi. Cette
e´quation exprime l’approximation quadratique qui revient a` dire qu’un pancake se trouve dans un
potentiel harmonique cre´e´ par les autres pancakes de l’empilement.
Il est alors possible de simplifier l’e´nergie e´lastique
Etilt =
∫
dkz
2pi
UM (kz)
2
|u(kz)|2 = UM
∫
dkz
2pi
1
2
|u(kz)|2 =
∑
n
sUM
2
u2n (4.20)
ou` la dernie`re e´galite´ correspond au passage a` la limite discre`te.
L’e´quilibre des forces de Lorentz et de rappel permet de de´finir une e´nergie de croisement E× qui
repre´sente le gain d’e´nergie libre lorsque un vortex Josephson et un empilement de pancakes se
croisent
E×(y) =
∑
n
(
sUM
2
u2n −
sΦ0
s
jn(y)un
)
(4.21)
La somme sur les indices repre´sente la somme sur les diffe´rentes couches. L’indice 0 correspond
a` la couche accueillant le cœur du vortex Josephson. Afin d’obtenir la valeur un a` l’e´quilibre
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des positions des pancakes, il faut chercher les positions qui maximisent le gain d’e´nergie libre
c’est-a`-dire
dE×(y)
dun
=
∑
n
(sUMun(y)− ssΦ0
c
j‖,n(y)) = 0 =⇒ un(y) =
Φ0j‖,n(y)
cUM
. (4.22)
Ce de´veloppement du premier ordre aboutit a` la simplification que le de´placement de chaque
pancake est line´aire en jn(y). Au dela` de λc/s couches, j‖,n est ne´gligeable. Donc, la force de
Lorentz qui s’exerce sur les pancakes de ces couches est nulle et par conse´quent, un aussi est nul.
Dans la limite hypothe´tique ou` le couplage magne´tique est nul, un → ∞ et les empilements de
pancakes sont de´truits par les supracourants j‖,n. Nous pouvons comparer ce re´sultat avec celui
obtenu par Bulaevskii et al [224], qui obtient que le de´placement des pancakes est proportionnel
au rapport entre l’e´nergie de couplage Josephson et l’e´nergie de distorsion magne´tique.
A partir de 4.21 et 4.22, nous obtenons
E×(y) =
∑
n
(
sΦ20
2c2
j2‖,n(y)
UM
− sΦ
2
0
c2
j2‖,n(y)
UM
)
= −
∑
n
sΦ20
c2
j2‖,n(y)
UM
. (4.23)
La fonction j‖,n(y) a e´te´ e´value´e nume´riquement par Koshelev [101]. Sachant que j‖,n(y) a une
porte´e typique de λJ , l’interaction entre un vortex Josephson et un pancake est attractive sur
une distance d’environ λJ autour de l’axe central du vortex Josephson, suivant les plans supra-
conducteurs. Le gain d’e´nergie Ex(y) est maximal pour y = 0, c’est-a`-dire lorsque l’empilement
de pancakes croise le vortex Josephson en son centre
j‖,n(0) ∼ 2cφ0(4piλab)2γspn(0) , (4.24)
avec pn(0) = −Cn/(n− 1/2) et Cn ≈ 1− 0.265/[(n− 0.835)2 + 0.566].
Le gain d’e´nergie correspondant est
E×(0) ≈ − s2UM
∑
n
(
Φ0jn(0)
c
)2
≈ − Φ
2
0
4sγ2pi2 ln(λab/rw)
∑
n
pn(0)2 , (4.25)
avec l’identite´
∑
n pn(0)
2 = 2 [225]
E×(0) ≈ − Φ
2
0
2pi2sγ2 ln(λab/rw)
. (4.26)
Koshelev choisit de remplacer rw par
rw = |u1(0)− u0(0)| = |u1(0)| = | 2λ
2
ab
γs ln(λab/u1(0))
p1(0)| . (4.27)
L’e´quation devient ainsi auto-cohe´rente, et la solution impose ln(λab/u1(0)) ≈ ln(3, 5γs/λab).
L’e´nergie de pie´geage est
E×(0) ≈ − Φ
2
0
2pi2γ2s ln(3.5γs/λab)
. (4.28)
Nous ve´rifions bien que rw = u1(0) = λ2ab/3.5γs À s/pi. Ce re´sultat est obtenu en ne´gligeant les
fluctuations thermiques et en ne´gligeant l’effet des pancakes sur les courants j‖,n de´finissant les
vortex Josephson.
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4.3.6 Extension au cas du liquide de vortex
Nous proposons d’e´tendre l’approche des vortex croise´s au cas d’une phase liquide de pancakes
coexistant avec un re´seau de vortex Josephson. Si cette hypothe`se est ve´rifie´e, le liquide de pan-
cakes en pre´sence de vortex Josephson est modifie´ en une phase liquide he´te´roge`ne. En raison de
l’e´nergie de pie´geage, les pancakes se positionnent pre´fe´rentiellement sur les vortex Josephson. Par
conse´quent, les maxima de la fonction de corre´lation de paires de pancakes situe´s sur les vortex
Josephson se trouvent a` une distance plus faible que pour les pancakes situe´s en dehors des vortex
Josephson. L’existence d’un gain d’e´nergie duˆ au chevauchement de vortex Josephson et d’empi-
lements de pancakes pre´suppose que, dans le liquide de vortex, il y a toujours des corre´lations
a` courte distance des pancakes dans le meˆme empilement. Nous reviendrons dans le paragraphe
4.4.1 sur cette hypothe`se.
Nous pouvons alors toujours e´crire que l’e´nergie ne´cessaire pour tordre un empilement de vortex
sur une distance 1/kz est donne´e par
Etilt =
c44
2nv
k2z ,
ou` nv est la densite´ de pancakes nv = B⊥/Φ0. c44 repre´sente le coefficient e´lastique d’inclinaison
du re´seau de vortex. Ce coefficient contient en ge´ne´ral trois termes : la contribution du couplage
magne´tique entre pancakes d’un meˆme empilement, la contribution du couplage Josephson a` la
stabilite´ d’un empilement et l’interaction non locale entre les pancakes d’empilements diffe´rents.
Il a e´te´ montre´ que lors de la fusion du re´seau de vortex, le terme Josephson dans la tension de
ligne des vortex diminue fortement [117]. Le terme non local commence a` eˆtre important seulement
lorsque B⊥ & Bcr ∼ 70 Oe. Il est donc raisonnable de ne garder que la contribution du couplage
magne´tique.
Dans ce cas
c44 = c
magn
44 =
B⊥ε0
2Φ0λ2abk2z
ln
[
1 +
r2cutk
2
z
1 + r2wk2z
]
, (4.29)
ou` rcut ≡ min(a0, λab) ≈ λab. Dans le cas des vortex ”croise´s”, les de´formations des empilements
de pancakes le long de l’axe c a` prendre en compte sont de l’ordre de kz = 1/cz. Au vu de
la grande anisotropie e´lectromagne´tique des e´chantillons, γ ∼ 500, et des champs H‖ e´tudie´s
(∼ 200 − 1000 Oe), cz ≈
√
Φ0/γBx ≈ 5 − 10s & s. Dans l’approche de´veloppe´e par Koshelev,
rw, l’e´cart quadratique moyen des pancakes d’un vortex par rapport a` sa position d’e´quilibre, est
remplace´ par le de´placement ueq obtenu en re´solvant dE×(y)/dun = 0 (voir e´quation (4.22)). Il
s’agit donc de la de´viation obtenue a` l’e´quilibre thermodynamique. rw est cependant mal de´fini
dans le liquide de vortex car il diverge : puisque le mouvement des pancakes est diffusif, rw ∝
√
Dt
ou` D = µT , µ e´tant la mobilite´ moyenne des pancakes. Toutefois, nous pensons que, suffisamment
pre`s de la ligne de fusion et pour des temps suffisamment courts (de l’ordre de ≈ 1/fJPR), les
vortex dans l’e´tat liquide sont toujours relativement bien couple´s. L’alignement des pancakes sur
le temps caracte´ristique de la mesure de la RPJ peut alors eˆtre exprime´ a` travers la fonction de
corre´lation des phases φn, φn+1, C = 〈cos(φn − φn+1)〉. Pour le cas ou` les courants d’e´crantage de
lignes de flux voisines ne se recouvrent pas, Koshelev a de´rive´ [257] :
1− C = piB⊥r
2
w
2Φ0
ln
0.8λJ
rw
(4.30)
pour le cas ou` rw < λJ < a0. Sachant que λJ ∼ 0, 9µm, le champ H⊥ doit eˆtre infe´rieur a` 25
Oe. L’ordre de grandeur des champs que nous utilisons est toutefois deux fois plus important. En
ne´gligeant la de´pendance logarithmique, on remplace rw dans la formule (4.29) par
rw ∼
√
2Φ0(1− C)
piB⊥
. (4.31)
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Cette expression permet d’e´valuer (4.29) a` partir des donne´es expe´rimentales puisque la re´sonance
plasma permet pre´cise´ment de mesurer C.
En reprenant la formule exprimant E×, il est maintenant possible d’estimer le gain d’e´nergie
obtenu en positionnant un pancake d’un vortex sur un vortex Josephson. Pour le cas ou` y = 0,
c’est-a`-dire ou` le pancake se trouve pre´cise´ment sur le centre du cœur du vortex Josephson
E×(0) ≈ − CliquidΦ
2
0
sγ2pi2 ln
(
1 + λ
2
abpiB⊥
2Φ0(1−C)
) , (4.32)
ou` Cliquid ∼ 1.
De cette fac¸on, nous ignorons le cas des pancakes qui se trouvent a` une distance infe´rieure a` λJ
des vortex Josephson mais qui sont tout de meˆme attire´s. Les corre´lations locales dans le liquide
de vortex en pre´sence d’une composante du champ paralle`le aux plans seront de´termine´es par la
compe´tition entre cette e´nergie d’attraction entre les empilements de pancakes et les vortex Jo-
sephson d’une part, et la re´pulsion entre les pancakes dans le meˆme plan d’autre part. Cette e´nergie
d’interaction peut eˆtre estime´e comme l’e´nergie Eint ne´cessaire pour cre´er un de´faut ponctuel dans
un re´seau de vortex
Eint = C1ε0K0
(
a0
λab
)
,
ou` K0 est la fonction de Bessel modifie´e de premie`re espe`ce. Quand cette e´nergie est supe´rieure
a` l’e´nergie de pie´geage, il n’y a pas de gain d’e´nergie lorsqu’un empilement de pancakes croise un
empilement de vortex Josephson et le liquide de vortex est homoge`ne. Cependant, lorsque cette
e´nergie est infe´rieure a` l’e´nergie de pie´geage, les pancakes se placent pre´fe´rentiellement sur les
vortex Josephson. Pour estimer la limite entre ces deux structures, nous trouvons pour chaque
valeur B‖ fixe´e, les lignes [T (B‖), B⊥(B‖)] telles que
E×
cz
∼ Eint (4.33)
en conside´rant qu’un vortex interagissant avec une range´e de vortex Josephson va le croiser en
1/cz points par unite´ de longueur. L’e´quilibre des e´nergies se re´e´crit alors par :
8
√
γB‖
βΦ0
(
λ2ab
γ2s
)/
ln
(
1 +
λ2abpiB⊥
2Φ0(1− C)
)
∼ C˜K0
(
a0
λab
)
(4.34)
Dans cette e´quation, le seul parame`tre ajustable est C˜ = C1/Cliquid. Toutefois, il faut remarquer
que cette approche ne donne qu’une limite dynamique entre le liquide de vortex homoge`ne et
he´te´roge`ne. En effet, les valeurs de C utilise´es pour re´soudre l’e´quation (4.34) de´pendent de la
fre´quence ω. Ce proble`me vient du fait qu’on ne connait pas C(B⊥, B‖, T ) pour tout le diagramme
de phase. Avec nos valeurs expe´rimentales de C, la ligne (T,B⊥) strictement parlant ne peut eˆtre
obtenue que le long de la suite des points expe´rimentaux, C n’ayant e´te´ mesure´ qu’en ces points.
Il s’agit donc d’une me´thode auto-cohe´rente, qui consiste, en ajustant le seul parame`tre C˜, a`
ve´rifier si la ligne (T,B⊥) pre´ce´demment mesure´e obe´it a` l’e´quation (4.34). Pour le cas ou` cela est
possible, nous ve´rifions que E×/cz ∼ Eint le long des lignes expe´rimentales ou` la fre´quence plasma
est constante.
La figure 4.27 montre l’ensemble des lignes obtenues en re´solvant l’e´quation (4.34) pour la
fre´quence de 19.2 GHz. Nous utilisons λab(T ) = λab(0)/
√
1− t4 avec λab(0) = 300 nm [117],
γ = 600 et C˜ = 2, 6. L’accord avec les re´sultats expe´rimentaux est bon pour les re´gimes II
et III. Dans la re´gion du diagramme de phase situe´e en-dessous des lignes estime´es a` partir de
l’e´quation (4.34), on a E×/cz > Eint. Dans cette phase, il est e´nerge´tiquement favorable que les
vortex maximisent leur intersection avec le re´seau de vortex Josephson. Cela permet d’affirmer
l’existence possible d’une phase liquide he´te´roge`ne de pancakes au sein de laquelle, la densite´ des
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Fig. 4.27 – Champs re´sonants obtenus a` la fre´quence 22.9 GHz. Les lignes repre´sentent des ajus-
tements obtenus en re´solvant l’e´quation 4.34.
pancakes est module´e spatialement par le re´seau de vortex Josephson : l’e´nergie de pie´geage permet
aux pancakes qui se trouvent au sein des vortex Josephson de vaincre une partie de leur re´pulsion.
Fig. 4.28 – Illustration de l’effet d’un re´seau de vortex Josephson sur le liquide de pancakes. En
pre´sence de vortex Josephson (figure de droite), la densite´ de pancakes est supe´rieure sur les vortex
Josephson
La figure 4.28 sche´matise la comparaison entre la phase liquide de vortex homoge`ne usuelle et
la phase pre´ce´demment de´crite, toutes deux obtenues pour les meˆmes parame`tres (T,B⊥). Dans
la phase liquide de vortex, les pancakes se re´partissent en moyenne de manie`re homoge`ne dans
l’e´chantillon. En revanche, la phase obtenue en pre´sence de H‖ exhibe une densite´ de pancakes
supe´rieure dans les zones occupe´es par les vortex Josephson. Le nombre total de pancakes e´tant
e´gale dans ces deux phases, la densite´ des pancakes situe´s entre les vortex Josephson de la phase
he´te´roge`ne est donc infe´rieure a` celle obtenue dans la phase liquide de vortex ordinaires.
Par ailleurs, les lignes trouve´es en estimant l’e´quation (4.34), intersectent les champs re´sonants
obtenus en champ paralle`le nul au meˆme endroit que le font les champs re´sonants en pre´sence
de champ paralle`le. En d’autres termes, les estimations obtenues coupent les champs re´sonants
en champ paralle`le nul pre´cise´ment a` l’interface entre les re´gions III et IV. Cette observation
explique alors pourquoi le champ re´sonant diminue dans la re´gion IV. La re´gion du diagramme de
phase situe´e au-dessus de ces estimations ve´rifie E×/cz < Eint. Dans ce cas, il n’est plus favorable
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de concentrer les pancakes au niveau des vortex Josephson. Leur densite´ est telle que l’e´nergie
de re´pulsion inter-pancakes au sein d’une meˆme couche supraconductrice l’emporte devant toute
autre e´nergie.
4.4 Interpre´tation et discussion
4.4.1 Hypothe`ses ne´cessaires
L’existence de l’e´nergie de crossing, E× (4.28) explicite´e pre´ce´demment, ne´cessite deux pre´alables :
– les pancakes dans l’e´tat liquide, plus pre´cise´ment dans la re´gion (H⊥, T ) correspondant aux
re´gimes I, II et III de la figure 4.24 doivent eˆtre toujours couple´s le long de l’axe c
– les VJs doivent eˆtre toujours de´finis en pre´sence de ces pancakes.
Ces deux hypothe`ses sont lie´es entre elles car si les pancakes sont comple`tement de´couple´s, leur
mouvement diffusif empeˆche la formation de VJ.
La persistance des corre´lations entre pancakes de couches CuO2 voisines contredit la description
du liquide de vortex ”decouple´” [118]. Cette discussion s’inscrit dans un de´bat plus large concer-
nant la nature exacte de la phase liquide de vortex dans les supraconducteurs a` haute tempe´rature
critique. Dans le compose´ YBa2Cu3O7 [258], faiblement anisotrope (γ ∼ 7), les mesures de cha-
leur spe´cifique et d’aimantation montrent qu’il existe une ligne de transition dans l’e´tat liquide.
Cette ligne se´pare un e´tat de vortex dans lequel les lignes de flux posse`dent toujours une ten-
sion de ligne et un autre e´tat ou` la tension de ligne est nulle. Dans Bi2Sr2CaCu2O8, des mesures
d’aimantation [259] montrent qu’il existe des anomalies dans le liquide de vortex. Toutefois, il
n’est pas encore suˆr si ces effets ne sont pas dus a` des changements des barrie`res de surface. Ce
sont principalement les mesures de RPJ qui ont e´te´ utilise´es pour montrer le de´couplage total des
pancakes entre couches voisines dans le liquide de vortex : la de´pendance ωp(B‖, B⊥) ∝ 1/B⊥
e´tant interpre´te´e comme le signe de ce de´couplage. Toutefois, les mesures de Shibauchi et Gaiful-
lin [120, 251] montrent que pre`s de la ligne de fusion, les corre´lations entre les plans subsistent
jusqu’a` des champs de l’ordre de H⊥ ∼ 1.2 ×HFOT⊥ pour les tempe´ratures t < 0.8. Nos mesures
montrent que pour t > 0.8, ces corre´lations persistent encore jusqu’a` H⊥ ∼ 3×HFOT⊥ .
Les mesures d’aimantation re´versible effectue´es dans le liquide de vortex [198, 260] prouvent
que les pancakes sont toujours couple´s suivant environ 10 plans. La figure 4.29(a) montre le rapport
cz/s en fonction du champ magne´tique paralle`le H‖ pour γ = 600 : le pas du re´seau de VJ suivant
l’axe c est toujours infe´rieur a` 10 plans CuO2 de`s que H‖ est supe´rieur a` 200 Oe. Meˆme si les
pancakes ne sont couple´s que sur une petite distance dans le liquide de vortex, cela peut donc
suffire a` provoquer une attraction.
En revanche, la pre´sence des VJ dans l’e´tat liquide de pancakes est de´licate a` e´tablir. Avant
meˆme de conside´rer l’interaction des VJ avec les pancakes, le diagramme de phase des VJ seuls
est peu connu. Pour l’heure, la seule technique prouvant l’existence d’un re´seau de VJ consiste a`
observer les oscillations de la re´sistivite´ de flux-flow dans les me´sas [261] en fonction du champ
paralle`le. Cependant, ces oscillations ne sont observables qu’en pre´sence d’un re´seau dense de
VJ et ne peuvent eˆtre utilise´es pour de faibles valeurs du champ paralle`le. Il s’agit aussi d’une
mesure dynamique ou` le re´seau de VJ est mis en mouvement. Les oscillations de flux-flow ob-
serve´es dans les mesas disparaissent pour des valeurs e´leve´es de H‖. Toutefois, il n’est pas en-
core certain que ces effets ne soient pas dus a` l’apparition d’une composante parasite H⊥ dans
l’e´chantillon [262, 263, 264]. Il est cependant commune´ment accepte´ qu’il est possible d’avoir un
re´seau dense de VJ lorsque H‖ À Bd. La fusion du re´seau de VJ ne suit donc pas une loi d’e´chelle
comme γBFOT⊥ , B
FOT
⊥ e´tant le champ de fusion du re´seau de pancakes. Quant a` la fusion du
re´seau de VJ en fonction de la tempe´rature, Latyshev [265] a observe´ que les oscillations de flux-
flow disparaissent pour des tempe´ratures tre`s proches de Tc.
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Fig. 4.29 – Gauche : e´volution de cz/s en fonction de H‖. Centre : e´volution de a0/λJ en fonction
de H⊥. Droite : e´volution de cy/Lφ en fonction de H‖ pour diffe´rents champs H⊥.
Il n’existe aucune e´tude the´orique portant sur l’existence des VJ en pre´sence de pancakes a`
l’e´tat liquide. Une telle e´tude ne´cessiterait de prendre en compte le couplage Josephson de manie`re
locale pour la cre´ation des VJ. Toutefois, dans l’hypothe`se ou` le mouvement de´sordonne´ des pan-
cakes de´truit effectivement les VJs, ce processus devrait intervenir de manie`re dynamique. La
persistance de la RPJ dans le liquide de pancakes a e´te´ interpre´te´e par le fait que la fre´quence
de la re´sonance plasma est bien supe´rieure au temps caracte´ristique de diffusion des pancakes
τdiff [238]. Dans ce cas, sur une pe´riode de la re´sonance plasma, les pancakes sont ”fige´s” : la
distribution des VJ de´pend alors de la distribution des pancakes a` cet instant. Au bout d’un temps
τdiff , la position des pancakes a change´, toutefois les VJ ont ajuste´ leur position a` la nouvelle
configuration. La mesure de la re´sonance plasma de´pend donc bien de la pre´sence des VJs. Nous
pensons que cette image est particulie`rement valable dans la limite des faibles densite´s de pan-
cakes. Dans ce cas, la re´pulsion entre pancakes voisins est faible et la distance entre ces derniers
est de l’ordre de la taille d’un cœur de VJ (figure 4.29(b)) : il y a alors coexistence d’un re´seau de
VJ avec des pancakes a` l’e´tat liquide.
4.4.2 Re´sonance plasma Josephson en pre´sence de vortex Josephson
Dans ce paragraphe, nous exposons des arguments supple´mentaires en faveur du sce´nario du
liquide de vortex corre´le´.
Des e´tudes expe´rimentales [266] et the´oriques [243] soutiennent qu’en pre´sence de vortex Jo-
sephson, la RPJ induite en appliquant un champ e´lectrique suivant l’axe c, n’est plus seulement
une oscillation plasma longitudinale mais que des modes transverses peuvent eˆtre excite´s (voir
aussi 4.1.6) ; la force de Lorentz induite par les courants intercouche provoque les oscillations des
vortex Josephson. Ces dernie`res induisent une variation des charges dans les couches CuO2 qui
excite ainsi les modes transverses. Tandis que la dispersion du mode longitudinal est tre`s faible,
celle du mode transverse est tre`s importante et conduit a` une variation de la fre´quence avec le
vecteur d’onde k‖ associe´ (voir expression (1.121)). Cependant, nous pensons que ce phe´nome`ne ne
peut avoir lieu en pre´sence de pancakes, car ces derniers empeˆchent le fluage des VJ en raison de
l’e´nergie de pie´geage pre´ce´demment calcule´e. Cet effet a e´te´ observe´ par des mesures de re´sistivite´
suivant l’axe c dans des structures me´sas de Bi2Sr2CaCu2O8+y le´ge`rement surdope´s [267] : avec
le rajout d’une faible composante H⊥, le flux-flow duˆ au mouvement des vortex Josephson cesse.
Les courants intercouche induits lors de la re´sonance plasma Josephson sont tre`s faibles au vu de
la faiblesse de la puissance micro-onde applique´e au monocristal. Par ailleurs, contrairement aux
mesures de transport effectue´es par Latyshev, la technique de perturbation de cavite´ re´sonante
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n’est pas une technique polarise´e en courant mais plutoˆt polarise´e en tension. Afin de ve´rifier cette
hypothe`se, nous avons re´duit d’un ordre de grandeur la puissance de la source hyperfre´quence
(de 10 mW a` 1 mW) : aucun changement n’a e´te´ observe´ dans l’e´volution de l’absorption hy-
perfre´quence en fonction du champ magne´tique paralle`le.
Nous pensons donc que la re´sonance plasma est toujours un mode longitudinal en pre´sence du
champ paralle`le. Cependant, la pre´sence d’un re´seau de VJ perturbe la re´sonance. En particulier,
dans tous les re´sultats de RPJ, l’intensite´ de l’absorption hyperfre´quence diminue en pre´sence
d’une composante paralle`le. Sur la figure 4.22(b), nous avons trace´ pour la fre´quence 19.2 GHz et
la tempe´rature 66 K la quantite´
PJPR/P0 =
[Q(BJPR⊥ , B‖)
−1 −Q(0, 0)−1]
[Q(BJPR⊥ , 0)−1 −Q(0, 0)−1]
. (4.35)
PJPR/P0, pour une tempe´rature fixe, e´value la baisse de l’absorption micro-onde au champ
re´sonant due a` la composante paralle`le H‖. Nous voyons que la baisse de l’intensite´ de la re´sonance
plasma est approximativement line´aire avec H‖. Ceci est observe´ aussi bien dans le solide que dans
le liquide de pancakes.
Nous pensons que cette baisse est pre´cise´ment la preuve de la pre´sence d’un re´seau de VJ. En
effet, dans les compose´s tre`s anisotropes, ce re´seau est fortement e´tire´ : la distance entre chaque
range´e de VJ (cy) est environ γ fois plus grande que la distance entre deux VJ au sein d’une
range´e (cz). Au sein du cœur de vortex Josephson, la phase du parame`tre d’ordre supraconduc-
teur est fortement non line´aire. Dans une range´e de VJ, elle oscille donc suivant l’axe c de 2pi
avec une pe´riode donne´e par cz. Dans les empilements, le courant critique Josephson est fortement
re´duit puisque proportionnel a` cosφ. Dans les e´chantillons de Bi2Sr2CaCu2O8+y, on peut donc
s’attendre a` ce que le courant critique soit module´ spatialement par le re´seau de VJ [244] : entre
les empilements de VJ, c’est-a`-dire dans la zone ou` la phase supraconductrice n’est pas affecte´e, le
courant critique ne varie pas, alors qu’au sein des range´es, le courant critique est proche de ze´ro.
Nous pensons que ceci explique la baisse syste´matique de l’absorption micro-onde associe´e a` la
re´sonance plasma dans les re´gimes I, II et III.
La de´croissance de l’absorption induite par le re´seau de VJ peut eˆtre estime´e simplement
en supposant que chaque vortex Josephson re´duit fortement le courant critique dans un volume
αs×λJ ×Lx, ou` Lx est la distance de l’e´chantillon le long de la direction d’application du champ
paralle`le et α un parame`tre d’ajustement. Dans ce cas, le volume total dans lequel la re´sonance
plasma ne peut plus apparaˆıtre est
VV J = NV JαsλJLx ,
ou` NV J =
Lyh
cycz
est le nombre de vortex Josephson, avec h l’e´paisseur de l’e´chantillon. Le rapport
PJPR/P0 est alors proportionnel a` 1−VV J/V , avec V volume total de l’e´chantillon dans lequel la
re´sonance plasma intervient en absence de champ paralle`le
PJPR
P0
∼ 1− VV J
V
= 1− NV JαhλJLx
LxLyh
= 1− αsλJ
cycz
= 1− αsλJB‖
Φ0
. (4.36)
La baisse d’absorption observe´e expe´rimentalement correspond a` α ∼ 8 (voir figure 4.22(b)). Ainsi,
la perturbation exerce´e par chaque cœur de vortex Josephson s’e´tend sur un volume 8sλJLx.
L’hypothe`se pre´ce´dente suppose toutefois qu’une re´sonance plasma reste possible dans un vo-
lume limite´ par deux range´es voisines de VJ. En supposant que le champ e´lectrique hyperfre´quence
provoque des oscillations δφ de la phase supraconductrice au sein de chaque couche, l’aire (Lφ)2
sur laquelle peut s’e´tendre une telle de´formation de la phase, de´pend de la compe´tition entre la
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rigidite´ de la phase au sein des plans supraconducteurs et du gain d’e´nergie Josephson. La perte
d’e´nergie due a` la perturbation de la phase est de l’ordre de J(δφ)2/L2φ alors que le gain duˆ
au couplage Josephson est de l’ordre de EJ(δφ)2a0/Lφ dans le cas des petites perturbations δφ.
Koshelev [255] en de´duit donc que dans le liquide de vortex, l’aire typique (Lφ)2 sur laquelle la
re´sonance plasma peut apparaˆıtre est donne´e par Lφ = λ2J/a0. Si nous comparons Lφ a` cy (voir
figure 4.29(c)), l’e´cart entre VJ est toujours suffisant pour l’apparition d’une RPJ.
Nous pouvons expliquer plus en de´tail la modification de l’absorption hyperfre´quence en fonc-
tion de H⊥ en pre´sence du champ paralle`le. Dans le liquide de vortex, la ligne d’absorption posse`de
une forme asyme´trique, exhibant une lente de´croissance du coˆte´ des champs supe´rieurs au champ
re´sonant. La largeur de la ligne vient principalement du fait que le moyennage spatial de cosφ ne
se fait pas sur une aire suffisamment grande. Si ce moyennage e´tait effectif, la re´sonance observe´e
serait assimilable a` une fonction de Dirac. L’aire (Lφ)2 e´tant cependant finie, les fluctuations de
phase qui apparaissant sur une plus grande surface ne sont pas comple`tement moyenne´es. Elles
induisent alors une re´ponse de l’absorption micro-onde pour des champs le´ge`rement diffe´rents du
champ re´sonant. La partie bas-champ de l’absorption micro-onde provient du couplage Josephson
qui s’e´tablit sur de grandes aires de l’e´chantillon. La partie haut-champ provient du couplage sur
de petites re´gions intervenant de manie`re fluctuante. Les figures 4.30(a) et 4.30(b) montrent ces va-
riations observe´es dans le re´gime III. Le rajout de la composante paralle`le provoque la diminution
syste´matique de la partie bas-champ de l’absorption tandis que la partie haut-champ n’est que peu
affecte´e. La baisse de l’absorption a` bas-champ est cohe´rente avec la pre´sence d’un re´seau de VJ
qui empeˆche le couplage Josephson sur des re´gions d’aire supe´rieure a` c2y. Sa pre´sence n’empeˆche
toutefois pas le couplage sur des petites re´gions.
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Fig. 4.30 – Absorption micro-onde de MW103 obtenue a` 22.9 GHz, 60 K (gauche) et 19.2 GHz,
66 K (droite) pour diffe´rents champs H‖.
Afin de ve´rifier l’hypothe`se concernant la modification de la ligne d’absorption, nous comparons
l’absorption hyperfre´quence pour deux conditions (T1, ω1) et (T2, ω2) telles que le champ re´sonant
y soit identique. Ceci peut eˆtre fait pour les deux se´ries de mesures a` 19.2 GHz et 22.9 GHz et
pour les tempe´ratures respectives de 63 et 60 K car pour toutes les valeurs de H‖, on observe que
Hjpr⊥ (63 K, 19.2 GHz,H‖) ∼ Hjpr⊥ (60 K, 22.9 GHz,H‖) .
La figure 4.31 montre les absorptions micro-ondes pour ces deux fre´quences au fur et a` mesure
que le champ paralle`le est augmente´. Pour une faible composante H‖ = 137 Oe dans le plan,
la largeur de l’absorption a` 63 K est supe´rieure a` celle a` 60 K. Cette observation est en accord
avec la pre´diction the´orique [238] : la largeur de la raie d’absorption plasma de part et d’autre du
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champ re´sonant lors d’un balayage en champ magne´tique est proportionnelle a` T/J . En effet, plus
l’agitation thermique est importante, plus les fluctuations de couplage Josephson entre couches
supraconductrices sont importantes. En revanche, lorsque le champ paralle`le augmente, la partie
bas-champ de la ligne d’absorption se superpose parfaitement pour les deux fre´quences. Ceci est
observe´ a` partir de H‖ = 390 Oe. Puis, lorsque H‖ devient supe´rieur a` H‖ = 822, la partie haut-
champ se superpose elle-aussi. Cela montre donc qu’en pre´sence du champ paralle`le, les fluctuations
de couplage Josephson me´die´es par les fluctuations thermiques ne sont plus possibles.
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Fig. 4.31 – Absorption micro-onde de MW103 obtenue a` 19.2 GHz, 63 K (croix) et 22.9 GHz, 60
K (cercles).Pour chaque graphe, l’e´chelle des abcisses repre´sente H⊥ allant de -80 Oe a` 40 Oe. Les
courbes ont toutes e´te´ normalise´es afin de pouvoir eˆtre compare´es.
4.4.3 Possible transition de phase
Nous avons vu que les champs re´sonants correspondant au re´gime III et obtenus pour des
champs paralle`les importants, varient peu avec la tempe´rature (voir 4.25). Cela semble indiquer
que le passage entre le liquide de vortex corre´le´ et le liquide de vortex homoge`ne est provoque´
par la densite´ de pancakes. Les ajustements de la figure 4.27, obtenus a` l’aide de la relation
(4.34), ne repre´sentent pas a` proprement parler des lignes de transition de phase. Comme il a
e´te´ rappele´ en 4.3.6, ces ajustements de´pendent de C. Toutefois, si plusieurs valeurs de C sont
136 Chapitre 4 : Structure du liquide de vortex en pre´sence de champ oblique
connues, il est possible de de´tecter une ligne de transition du diagramme de phase des vortex,
car la cohe´rence de phase doit y varier tre`s rapidement en fonction de champ magne´tique et/ou
de la tempe´rature. Tel est le cas par exemple pour la fusion du re´seau de vortex observe´ sur la
figure 4.20 : le champ re´sonant associe´ a` des fre´quences diffe´rentes varie tre`s peu le long de la
ligne de fusion. Pour notre e´tude, nous ne connaissons l’effet du champ paralle`le sur la re´sonance
plasma que pour deux fre´quences dans le liquide de vortex. Meˆme si dans ces conditions, il s’ave`re
de´licat de de´duire la variation globale de la cohe´rence de phase, nous remarquons sur la figure 4.32
que les champs re´sonants correspondant a` ces deux fre´quences sont tre`s proches pour des champs
paralle`les importants (supe´rieurs a` 700 Oe) dans le re´gime III. Ceci est donc une indication que la
cohe´rence de phase en ces points diminue rapidement en fonction de H⊥, pour H‖ et T fixe´s : il
s’agit donc bien d’une transition de phase s’accompagnant d’une forte variation de la cohe´rence.
4.5 Conclusions
En conclusion, nous avons montre´ que la phase de liquide de pancakes est influence´e par la
pre´sence d’une composante du champ magne´tique aligne´e suivant les plans CuO2. La modification
de l’absorption hyperfre´quence observe´e est cohe´rente avec une modification de la re´partition
spatiale des pancakes. Ces derniers adaptent leur position pour maximiser leur interaction avec les
vortex Josephson. Ceci est possible tant que la densite´ des pancakes est assez faible pour que leur
re´pulsion mutuelle ne de´truise pas tout couplage Josephson. Cette observation confirme que dans
la phase liquide, les pancakes pre´sentent toujours de fortes corre´lations entre les plans CuO2.
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Fig. 4.32 – Comparaison des champs re´sonants obtenus pour les deux fre´quences 19.2 et 22.9 GHz
pour les meˆmes valeurs du champ H‖. Les lignes repre´sentent les champs re´sonants obtenus sans
champ paralle`le.
138 Chapitre 4 : Structure du liquide de vortex en pre´sence de champ oblique
Conclusion
La re´sonance plasma Josephson a permis de de´tecter pre´cise´ment l’e´volution de la densite´
suprafluide hors plan dans le Bi2Sr2CaCu2O8+δ sous-dope´ en fonction du de´sordre cristallin. La
comparaison avec plusieurs re´sultats de la litte´rature a permis de montrer que le transport des
charges est re´alise´ par effet Josephson incohe´rent par opposition au cas optimalement dope´. Tan-
dis que l’e´volution des proprie´te´s supraconductrices au sein des plans est bien interpre´te´e dans le
cadre de la the´orie d’Abrikozov Gor’kov, le transport interplan des paires de Cooper est assure´
par diffusion anisotrope dans la limite de Born sur les de´fauts pre´sents entre les couches CuO2.
Ce re´sultat est en accord avec la re´cente proposition qui relie les modulations spatiales du gap
supraconducteur a` la pre´sence des de´fauts d’oxyge`ne entre les plans. En revanche, il sera ne´cessaire
d’effectuer les meˆmes mesures sur le compose´ optimalement dope´ afin de voir si les de´fauts d’ir-
radiation permettent de passer de la limite d’un couplage cohe´rent a` celui d’un couplage incohe´rent.
Concernant les proprie´te´s de l’e´tat mixte, la re´sonance plasma a pu montrer que le rajout d’une
composante paralle`le aux plans CuO2 du champ magne´tique a` un liquide de pancakes, permet d’in-
duire des corre´lations spatiales. Cet effet est duˆ a` la re´organisation des courants supraconducteurs.
La` encore, seule la re´sonance plasma Josephson permet de sonder l’e´tat liquide des vortex en raison
de sa grande fre´quence par rapport aux mouvement de vortex.
En conclusion, cette the`se a de´montre´ l’importance de la technique de la re´sonance plasma Jo-
sephson pour l’e´tude des proprie´te´s supraconductrices dans les mate´riaux lamellaires. Elle appelle
a` la mise au point de techniques expe´rimentales de de´tection re´solue en fre´quence qui permettront
d’explorer de fac¸on continue le diagramme de phase en champ et en tempe´rature.
i
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